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∗∗ Les grandeurs vectorielles sont indique´es en caracte`re gras.
∗∗ Il existe en physique atomique et physique des plasmas de nombreux syste`mes
d’unite´s. Par souci de clarte´, nous avons choisi, dans ce document, d’utiliser de
fac¸on syste´matique les Unite´s Atomiques (u.a.) a` l’exception des e´nergies qui
seront exprime´es en Rydberg (1 Ryd = 1/2 u.a.). Il y aura ne´anmoins quelques
mentions dans des unite´s plus usuelles, a` e´chelle macroscopique, elles seront alors
pre´cise´es.
Quantite´ Valeur de l’u.a. en quantite´s importantes en
unite´s courantes unite´s atomiques
Masse me = 9.108 10
−31kg Masse de l’e´lectron = 1
Masse du proton = 1836
Longueur a0 = ~/mee
2 Rayon de la premie`re orbite de
= 0.52917 10−8cm Bohr = 1
Densite´ 1/a30 = 6.749 10
24cm−3
Temps τ0 = a0~/e
2 Dure´e d’une re´volution sur la premie`re
= 2.4189 10−17s orbite de Bohr=2pi
Vitesse e2/~ = 2.1877 108cm.s−1 Vitesse de l’e´lectron sur la premie`re
orbite de Bohr = 1
Vitesse de la lumie`re = c = 137.037
Const. de structure fine = α = 1137.037
Moment ~ = h/2pi Constante de Planck = h = 2pi
angulaire = 1.0544 10−34J.s−1
Energie e2/a0 = 2Rydberg Energie d’ionisation de l’hydroge`ne
= 27.21eV = 4.36 10−18J = 1/2
Charge e = 1.6022 10−19C Charge de l’e´lectron = -1
e´lectrique 1/4pi0 = 1
Champ e/a20 = 1.7152 10
7statvolts/cm Champ e´lectrique sur la premie`re
e´lectrique = 5.1436 109volts/cm orbite de Bohr = 1
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Nous pre´sentons ici quelques notations utilise´es re´gulie`rement au cours de cet
ouvrage :
E : Energie d’un niveau ou d’un e´lectron libre
E : Champ e´lectrique
g : De´ge´ne´rescence d’un niveau
k : Impulsion d’un e´lectron libre
λD : Longueur d’e´cran de Debye
Ne = Z
∗Ni : Densite´ e´lectronique
Ni : Densite´ ionique
Ω : Force de collision
P (E) : distribution de microchamp ionique
Ri = Rii = rws : Rayon de Wigner-Seitz ou rayon de la sphe`re ionique ou distance
interionique moyenne
< rat > : Rayon moyen de l’ion ou atome
σ : Section efficace
< σv > : Taux collisionnel
Te : Tempe´rature e´lectronique
Ti : Tempe´rature ionique
Z : Charge nucle´aire de l’ion
Z∗ = Z¯ : charge ionique ou ionisation moyenne du plasma




0.1 La fusion par Confinement Inertiel
L’essentiel des ressources e´nerge´tiques employe´es par les hommes a e´te´ jusqu’ici
fourni par le biais de re´actions chimiques exothermiques. Des travaux mene´s durant
tout le sie`cle passe´ ont montre´ l’existence de re´actions beaucoup plus e´nerge´tiques
(de l’ordre du Mev/nucle´on soit environ 1 Million de fois l’e´nergie de´gage´e au cours
d’une re´action de combustion par exemple) que ce soit par dislocation d’un noyau
lourd en plusieurs morceaux (fission) ou par agre´gation de plusieurs e´le´ments le´gers
(fusion).
Meˆme si les re´actions de fission entretenues et naturelles sont quasi inexistantes
dans l’univers, a` l’exception du ”re´acteur” d’Oklo ayant ”fonctionne´” il y a deux
milliards d’anne´es au Gabon, la cre´ation de re´acteurs artificiels a e´te´ tre`s toˆt envi-
sage´e et mise en oeuvre de`s 1943 pour eˆtre ensuite largement re´pandue. Elle compte
aujourd’hui pour plus de 70 % de la production d’e´lectricite´ en France et plus du
tiers de sa consommation primaire d’e´nergie, tandis qu’a` l’e´chelle mondiale environ
7% de l’e´nergie primaire commerciale en est originaire, sans compter les multiples
applications divergentes qui en sont issues : me´dicales, armement ...
A l’inverse, les re´actions de fusion, bien qu’omnipre´sentes dans l’univers et bien
visibles a` travers toutes les e´toiles, ont connu une utilisation beaucoup plus limite´e ;
meˆme si de nombreuses e´quipes a` travers le monde s’emploient a` les e´tendre, ses
applications pratiques se re´sument a` l’heure actuelle a` des de´gagements d’e´nergie
ponctuels et volontairement massifs depuis 1952. La difficulte´ de leur controˆle a` pe-
tite e´chelle et donc la clef de leur emploi a` des fins plus civiles est lie´e a` la maˆıtrise
des conditions extreˆmes de tempe´rature et/ou de pression qui sont ne´cessaires pour
leur amorc¸age. Un re´sume´ succinct permettra d’appre´hender les contraintes qui s’im-
posent a` l’expe´rimentateur.
La re´action de fusion la plus accessible et donc la plus courtise´e, la re´action D-T,
s’e´crit :
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Deuterium + Tritium → 4He+ n+ 17.6MeV.
Elle s’effectue de fac¸on notable a` partir de la tempe´rature de seuil T=4.5 107 K
(ne´cessaire pour vaincre la barrie`re de re´pulsion e´lectrostatique des noyaux). Il est
possible d’acce´der brie`vement aux ordres de grandeur caracte´risant la densite´ et le
temps de confinement requis simultane´ment pour parvenir a` l’ignition et a` l’entretien
de la re´action de manie`re rentable. Le nombre de re´actions par unite´ de temps et de
volume s’e´crit :
NReaction(cm
−3s−1) = NTritium ×NDeuterium× < σv >
ou` σ est la section efficace de re´action et < σv > repre´sente le taux moyenne´ sur la
distribution des vitesses (≈ 3.1017cm3s−1). Le crite`re de Lawson e´tablit la frontie`re
a` partir de laquelle les re´actions thermonucle´aires de´gagent deux fois plus d’e´nergie
qu’il n’en a fallu pour chauffer le milieu :
NReaction × EReaction × τ ≥ 2× (ND +NT )× T.
Pour T = 6.107K ≈ 5.5KeV et les conditions optimales de re´partition, c’est-a`-
dire l’e´quipartition du Deuterium et du Tritium, cette condition adopte la forme
simplifie´e comme un produit de la densite´ par le temps de confinement :
N × τ ≥ 1014cm−3s.
Nous l’avons vu, les tempe´ratures ne´cessaires sont e´leve´es et ont tendance a`
de´tendre le milieu d’autant plus vite qu’il est dense. Il en re´sulte deux approches
oppose´es pour dominer cette difficulte´ :
– une voie faible densite´ (1014cm−3), fort volume et des temps de confinement
infe´rieurs a` la seconde dans les Tokamaks [17],
– une voie haute densite´ (1025cm−3) pour des temps de confinement extreˆmement
brefs, de l’ordre de quelques dizaines de picosecondes, dans la Fusion par Confi-
nement Inertiel (FCI).
Ce dernier programme met en jeu des conditions extreˆmes de la matie`re, ou`
les the´ories classiques reposant sur la mise a` l’e´quilibre des diffe´rents parame`tres
caracte´risant le milieu, appele´ plasma, sont re´gulie`rement invalide´es. Les distribu-
tions de ses trois espe`ces constitutives (ions, e´lectrons, photons) n’obe´issent plus aux
re`gles de la statistique de l’e´quilibre thermodynamique, ou` seule intervient la no-
tion d’e´nergie, mais re´sultent d’une compe´tition entre divers processus microsco-
piques collisionnels ou radiatifs. Le de´tail et la compre´hension de ces diffe´rents
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phe´nome`nes dans les plasmas denses et chauds sont donc indispensables pour pou-
voir pre´tendre e´clairer les nombreux aspects des expe´riences de FCI [20] et font
l’objet de tre`s nombreuses recherches a` l’heure actuelle ; cette e´tude s’inscrit dans
ce cadre.
0.2 L’interaction Laser-Matie`re
Il est bon de noter que ces travaux ont e´te´ fertiles dans d’autres domaines et en
particulier dans tous ceux ayant trait a` la matie`re chaude et dense, quel que soit
son mode d’apparition : interaction laser-matie`re, plasmas produits par Z-pinch ou
plasmas astrophysiques.
Les plasmas chauds et denses pre´sentent l’inte´reˆt d’eˆtre fortement e´missifs dans
les re´gions spectrales entre 100 eV et 10 KeV, ce qui permet de les caracte´riser ou
bien de les utiliser comme source sonde pour e´tudier les proprie´te´s d’un mate´riau
adjacent. Le de´veloppement des lasers de tre`s haute intensite´ (jusqu’a` 1020W cm−2)
et d’impulsion bre`ve (re´duite a` quelques centaines de Femtosecondes) a permis la
re´alisation de sources X tre`s ponctuelles, re´solues en temps et aux domaines d’ap-
plications varie´s. Quelques grands the`mes de recherche actuels s’ensuivent :
– la dynamique des re´actions chimiques [69]
– la cristallographie [2],
– la biologie [45], [49], [80],
– la me´decine [78] et en particulier la radiographie [46].
Cette liste serait tre`s incomple`te si elle ne mentionnait les nombreux travaux
sur le laser X-UV, sources cohe´rentes et tre`s brillantes, qui en plus de la fructueuse
comparaison entre la the´orie et l’expe´rience, pre´sentent comme domaines d’appli-
cation l’ensemble des the`mes pre´cite´s, en y ajoutant la lithographie a` des fins mi-
croe´lectroniques, la microscopie ou holographie de cellules biologiques... sans oublier
de nombreux diagnostics cruciaux en FCI, en e´largissant les profondeurs accessibles
par interfe´rome´trie optique aux densite´s e´lectroniques e´leve´es, en permettant l’e´tude
de la croissance des instabilite´s hydrodynamiques qui s’y de´veloppent, de la densite´...
[13]
0.3 Environnement
Toutes ces applications reposent sur des phe´nome`nes extreˆmement brefs ou` de
multiples processus sont en compe´tition. Ces processus sont essentiellement de deux
types : collisionnels et radiatifs, sans compter les interactions non line´aires entre le
plasma et le faisceau laser ou les phe´nome`nes purement hydrodynamiques. Un pro-
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cessus radiatif correspond a` l’e´mission ou a` l’absorption d’un photon par un ion du
plasma et a` une modification du corte`ge e´lectronique de cet ion. Une transition col-
lisionnelle re´sulte de l’impact d’une autre particule du plasma, le plus probablement
un e´lectron, sur un ion, induisant chez lui une forte perturbation de ses e´lectrons
lie´s.
Au cours de l’impact bref d’un laser de forte puissance avec un mate´riau, il se
forme un plasma qui, sche´matiquement, a trois zones successives. Celles-ci pre´sentent,
en raison de leurs caracte´ristiques diffe´rentes de densite´ et de pression, trois me´canismes
distincts de peuplement de leurs niveaux ioniques (Figure en fin d’introduction).
En aval du milieu se trouve une zone tre`s chaude et de tre`s faible densite´ (zone
1) ou` les niveaux fondamentaux sont pre´dominants, l’e´tat de leurs populations e´tant
gouverne´ par l’ionisation collisionnelle et la recombinaison radiative. Les niveaux
excite´s sont, eux, peuple´s par excitation collisionnelle et se de´sexcitent essentielle-
ment radiativement en raison de la tre`s faible densite´ e´lectronique. Un tel e´quilibre,
domine´ par les transitions radiatives, est dit coronal.
Au contraire, totalement en amont, juste en dec¸a` de la zone non perturbe´e, se
trouve une zone sous choc (zone 3), tre`s comprime´e et relativement froide. Les tran-
sitions collisionnelles, induites par la tre`s forte densite´ d’e´lectrons libres thermalise´s,
sont pre´ponde´rantes et me`nent le milieu a` un e´tat d’e´quilibre thermodynamique. Les
populations des niveaux ioniques y sont re´gies par les lois statistiques d’e´quilibre
thermodynamique de´pendant seulement de quelques parame`tres macroscopiques :
tempe´rature, pression...
La zone interme´diaire (zone 2) est caracte´rise´e par de forts gradients de den-
site´ et de tempe´rature, ou` les niveaux excite´s ne sont plus ne´gligeables devant les
e´tats fondamentaux et qui est donc particulie`rement e´missive. Le peuplement de
ces niveaux re´sulte de la compe´tition entre l’ensemble des transitions radiatives et
collisionnelles, dont les excitations collisionnelles e´lectron-ion qui sont l’objet
de ce me´moire.
Dans le cas de milieux denses et chauds, les particules pre´sentes se perturbent mu-
tuellement et ne peuvent eˆtre suivies individuellement du fait de leur grand nombre
(typiquement 1023cm−3 dans un solide). Une approche statistique qui caracte´rise glo-
balement l’ensemble des perturbations possibles et leurs effets est donc ne´cessaire.
Deux types de moyennes, de philosophies oppose´es, sont envisageables :
– soit une moyenne sur la cause de la perturbation (la position et la vitesse
des particules avoisinantes dans le cas de plasmas chauds et denses), suivie
du calcul de l’effet de cette moyenne ; cette me´thode pre´sentant l’avantage de
simplifier notablement la physique sous-jacente et donc les calculs, au prix
d’une re´duction importante du nombre d’informations sur le milieu,
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– soit une moyenne sur les effets apre`s avoir observe´ configuration par configu-
ration l’effet des diffe´rentes causes ; la richesse des multiples situations pertur-
batives prises en compte ayant pour couˆt un traitement beaucoup plus lourd.
Dans le cas des plasmas chauds et denses, la cause est la densite´ et la grande proxi-
mite´ des nombreuses particules, les effets, multiples, se manifestant dans le de´calage
des e´nergies, la modification des fonctions d’onde ainsi que des taux de transition.
La premie`re approche, tre`s simplificatrice, regroupe les the´ories d’e´crantage,
e´lectronique ou ionique, tre`s adapte´es lorsque les perturbations e´voluent de nom-
breuses fois au cours du phe´nome`ne e´tudie´. La seconde voie, qui e´chantilonne l’en-
semble des configurations des atomes les uns par rapport aux autres, avec plus
ou moins de particules prises en compte, a donne´ naissance aux approches quasi-
mole´culaires et de microchamp. La non-isotropie de la distribution des particules
perturbatrices, due aux fluctuations thermiques, engendre l’apparition de champs
e´lectriques. Cette me´thode est pertinente lorsque les diffe´rentes particules respon-
sables du champ bougent peu et donc quand le champ reste sensiblement statique au
cours, par exemple, d’un processus collisionnel, ou` l’e´lectron, tre`s ve´loce, n’interagit
que de manie`re tre`s bre`ve avec la cible. Elle est donc particulie`rement judicieuse
pour de´crire les perturbations induites par les ions, peu mobiles, sur les phe´nome`nes
faisant intervenir exclusivement des e´lectrons, tre`s rapides.
C’est l’originalite´ de l’approche que nous avons choisie pour e´tudier l’influence
de la densite´ sur les excitations collisionnelles. Aucune e´tude de´taille´e de ce sujet
n’a e´te´ effectue´e a` ce jour.
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Cette the`se, effectue´e au Commissariat a` l’Energie Atomique (Bruye`res le Cha-
tel), porte sur la perturbation des sections efficaces d’excitation collisionnelle e´lectron-
ion par l’environnement plasma, de´crit par le microchamp ionique. Cette e´tude
the´orique nous a permis de re´aliser un code nume´rique autonome qui calcule les
forces de collisions dans l’approximation Distorted Waves (DW) en utilisant des
donne´es atomiques pre´cises et un microchamp reproduisant fide`lement la re´alite´.
Ce me´moire est compose´ de cinq parties relativement inde´pendantes :
– Le premier chapitre concerne le traitement ge´ne´ral des densite´s e´leve´es. Une
e´tude de´taille´e du plasma est couˆteuse, elle n’a donc d’inte´reˆt que dans la
mesure ou` le plasma est hors e´quilibre et que l’e´tude de ses caracte´ristiques
spectrales ne´cessite la prise en compte des phe´nome`nes collisionnels, tre`s gour-
mands nume´riquement. Les me´thodes d’e´crantage, qui conduisent a` mode´liser
le plasma par un potentiel central, ont permis d’e´tudier certains phe´nome`nes
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moyenne´s en temps dans les plasmas denses, mais demeurent de´faillantes pour
traiter les phe´nome`nes tre`s brefs, tandis que l’approche microchamp est d’ores
et de´ja` utilise´e avec succe`s pour le calcul des profils des raies de couche K.
– Le second chapitre est consacre´ a` la description du microchamp. Les mode`les de
Holtsmark et de Mayer, analytiques, sont adapte´s a` la description de plasmas
soit tre`s dilue´s soit tre`s de´ge´ne´re´s, une description plus ge´ne´rale s’impose. Le
lissage d’un ensemble d’expe´riences nume´riques par tirage ale´atoire Monte-
Carlo de´veloppe´ par D. Gilles [30] a e´te´ adopte´ apre`s une comparaison avec
les mode`les pre´ce´dents.
– En troisie`me partie, comme pre´paration a` l’e´tude des sections efficaces d’exci-
tation collisionnelle sous champ, nous abordons l’influence du champ e´lectrique
sur la structure atomique : l’effet Stark. Nous re´solvons le Hamiltonien de
l’atome de fac¸on perturbative et pre´sentons plusieurs calculs sur l’e´nergie des
niveaux et le me´lange des fonctions d’onde pour l’aluminium hydroge´no¨ıde et
he´liumo¨ıde. Ceci nous permet de de´tailler les notations spectroscopiques em-
ploye´es ulte´rieurement. Quelques lois d’e´chelle en Z peuvent eˆtre e´tablies sur
les hydroge´no¨ıdes puis nous re´e´valuons la limite d’Inglis-Teller qui de´finit les
derniers niveaux atomiques observables dans un plasma tre`s dilue´, a` l’aide du
mode`le de microchamp pre´ce´dent.
– Le quatrie`me chapitre reprend les diffe´rentes me´thodes existant pour le calcul
des excitations collisionnelles. L’approximation de Born, de mise en oeuvre
tre`s simple, reste trop re´ductrice et approximative, nous avons donc choisi
l’approximation Distorted Waves, qui dans un temps re´duit et pour les ions
multicharge´s, permet d’acce´der, a` quelques pourcent pre`s, aux meˆmes re´sultats
que les the´ories les plus e´labore´es. Nous avons e´tabli des e´quations pour le
calcul des forces de collision en pre´sence de champ e´lectrique pour des ions
multie´lectroniques et avons re´alise´ un code nume´rique calculant simultane´ment
les forces de collision et les taux collisionnels en pre´sence de microchamp. La
comparaison de nos re´sultats avec ceux de la litte´rature pour du Fer he´liumo¨ıde
en l’absence de champ, ainsi qu’avec ceux d’une e´tude prospective sur du Ne´on
hydroge´no¨ıde en pre´sence de microchamp, confirme la validite´ et la pre´cision
de nos calculs.
– Enfin, dans le dernier chapitre, nous de´montrons que les excitations de couche
K des ions mono- et die´lectroniques, en pre´sence de microchamp, peuvent
s’e´crire de fac¸on simple, comme la moyenne des forces de collision ou taux
collisionnels en l’absence de champ. Nous pre´sentons, ensuite, une applica-
tion de notre code a` de l’Aluminium hydroge´no¨ıde et he´liumo¨ıde et des profils
de raies obtenus apre`s avoir re´alise´ un code Collisionnel-Radiatif e´le´mentaire,
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n’inte´grant que les transitions radiatives dipolaires e´lectriques et les excitations
et de´sexcitations collisionnelles. La prise en compte du microchamp e´lectrique
sur les sections efficaces d’excitation collisionnelle fait apparaˆıtre notablement
les transitions des e´tats issus des niveaux de moments angulaires e´leve´s. En
particulier, les sections efficaces des transitions initialement interdites aug-
mentent de plusieurs ordres de grandeur en pre´sence de champ e´lectrique et
deviennent de l’ordre de celles des transitions autorise´es. Cet effet, cependant,
















































































Matiere ablatee en detente
Chapitre 1
Mode`les de traitement des effets
de densite´ dans les plasmas
1.1 Introduction
Durant ces dernie`res anne´es, de nombreux efforts ont e´te´ effectue´s pour ame´liorer
notre connaissance des plasmas denses. Ces travaux sont re´gulie`rement pre´sente´s
dans les se´ries de confe´rences Radiative Properties of Hot Dense Matter ou Atomic
Processes in Plasmas et ont fait l’objet de plusieurs monographies, par exemple celles
de Griem [33] et de Chabrier [16]. Le calcul de quantite´s qui caracte´risent ces plasmas
comme l’opacite´, l’e´missivite´ spectrale ou l’e´tat d’ionisation, est central pour leur
mode´lisation. A mesure que le plasma s’e´loigne de son e´tat d’e´quilibre ou` chaque
processus de peuplement des diffe´rentes populations du plasma est compense´ par le
processus inverse, un de´tail plus pre´cis des transitions microscopiques, responsables
des modifications de peuplement, s’impose.
Malheureusement, les capacite´s pre´dictives des mode`les fonde´s sur des ions isole´s
s’estompent quand ils deviennent plus corre´le´s. Il existe alors diverses me´thodes
perturbatives pour repre´senter l’influence des particules avoisinantes sur la par-
ticule e´mettrice. Notons au passage que la notion particulaire n’est pas e´vidente
pour le traitement d’ensembles tre`s corre´le´s. En toute rigueur, un tel ensemble
ne´cessiterait d’eˆtre de´crit comme un syste`me global. Cependant, l’observation des
spectres expe´rimentaux e´mis par de tels milieux re´ve`le des structures de raies ca-
racte´ristiques d’ions bien spe´cifie´s par comparaison avec les spectres d’e´mission de ces
ions isole´s. On en conclut que les structures ioniques persistent et que ces particules
peuvent eˆtre traite´es comme des entite´s isolables perturbe´es par leur environnement.
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1.2 Mode`les d’e´quilibre dans les plasmas
1.2.1 Equilibre Thermodynamique Complet
Dans un plasma, les populations des diffe´rentes particules (e´lectrons, photons
et divers ions) sont gouverne´es par l’ensemble des phe´nome`nes microscopiques pos-
sibles. Lorsque chacun de ces processus collisionnel ou radiatif est exactement contre-
balance´ par son inverse, le de´tail de ces processus peut eˆtre remplace´ par des lois
statistiques simples reposant sur un tre`s faible nombre de parame`tres macrosco-
piques. Un tel e´tat d’e´quilibre est dit complet (ETC). La tempe´rature et la pression
suffisent a` le de´finir. Elles y sont uniformes, le rayonnement est isotrope et homoge`ne.
Les tempe´ratures e´lectronique, ionique et de rayonnement sont e´gales.
Cette situation se rencontre dans des milieux cloˆture´s par des parois totale-
ment opaques au rayonnement : des corps noirs. Dans tout autre cas, les pertes,
radiatives ou de matie`re, la non-stationnarite´ des populations... empe`chent d’at-
teindre l’equilibre thermodynamique complet. Il est ne´anmoins possible de trouver
des e´tats d’e´quilibre ou` des grandeurs macroscopiques permettent toujours de de´crire
le plasma.
1.2.2 Equilibre Thermodynamique Local (ETL)
Lorsque le syste`me admet des pertes radiatives, il pre´sente des gradients de
densite´ et de tempe´rature et son rayonnement pre´sente un ensemble de raies qui
contredit la re´partition continue de l’intensite´ spectrale dans les milieux en ETC.
Cependant, si le syste`me unique a` la tempe´rature T peut eˆtre remplace´ par un
ensemble de sous-syste`mes a` l’inte´rieur desquels la microre´versibilite´ des transitions
radiatives et collisionnelles est assure´e, il est possible de de´finir un e´quilibre thermo-
dynamique localement pour tout couple N,T de chaque sous-syste`me. Cela suppose
que les flux d’e´nergie entre eux sont faibles et revient a` conside´rer que le nombre
de transitions radiatives est ne´gligeables devant le nombre de transitions collision-
nelles. C’est le cas dans un plasma dense et de faible tempe´rature, les lois statistiques
de l’e´quilibre thermodynamique s’appliquent pour chaque sous-syste`me, la densite´
assurant la thermalisation en leur sein.
1.2.3 Lois statistiques d’e´quilibre
Ces lois permettent de donner tout le de´tail des populations et ne de´pendent que
de l’e´nergie E de chaque e´le´ment conside´re´. Leur de´termination se trouve dans tout
ouvrage de physique atomique des plasmas (ex Sobelman [76, 77] ou Pecker-Wimel
[56]) et ne sera pas reprise ici. Chacune de ces lois suppose que les particules qui com-
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posent le plasma sont indiscernables et inde´pendantes, ce qui re´duit imme´diatement
leur cre´dibilite´ lorsque le milieu est dense et les ions fortement couple´s ou les e´lectrons
plus ou moins de´ge´ne´re´s.
– La loi de Maxwell qui e´tablit la distribution des vitesses f(v) pour les diffe´rentes
particules est la plus ve´rifie´e de toutes ces lois, lorsque les conditions expe´rimen-
tales s’e´loignent de l’ e´quilibre. Elle sera suppose´e valable dans le reste de cet
ouvrage pour la distribution des e´lectrons libres. La pe´rennite´ de cette loi est
due a` la haute valeur de la fre´quence de collision e´lectron-e´lectron qui assure
la thermalisation en milieu dense et collisionnel. Elle s’e´crit en fonction de








– La distribution de Boltzmann fixe les rapports de populations entre les diffe´rents
niveaux d’un meˆme ion.
– La loi de Saha donne la re´partition des degre´s d’ionisation des atomes.
– La loi de Planck re´git la distribution de la densite´ de rayonnement en fonction
de sa fre´quence et n’est valable que dans le cas du corps noir.
1.2.4 Limites
La formulation tre`s simple de ces lois est tre`s attirante mais elles pre´sentent un
domaine de validite´ restreint. Dans un plasma suppose´ optiquement mince (ou` tout
le rayonnement s’e´chappe), l’e´quilibre est principalement re´alise´ par les processus
collisionnels, mais disparaˆıt si la densite´ n’est pas suffisamment e´leve´e. Mc Whirther
[53] donne comme condition d’e´quilibre thermodynamique entre deux niveaux i et
j :





qui peut eˆtre extrapole´e a` la condition d’e´quilibre entre deux e´tats de charges
diffe´rentes en remplac¸ant ∆Eij par le potentiel d’ionisation. Par exemple, dans l’ion
Al XIII, cette condition d’e´quilibre entre les e´tats hydroge´no¨ıdes et he´liumo¨ıdes
s’e´crit :
Ne ≥ 4.5 1017Te1/2(eV )Z6 (1.3)
ou` Z = 13. Nous pre´sentons dans le tableau 1.1 des valeurs nume´riques de ces
limites d’ETL pour les e´le´ments qui seront pre´sente´s dans le reste de cet ouvrage. La
tempe´rature choisie est de 500 eV, elle est interme´diaire parmi celles qui apparaˆıtront
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par la suite et n’influe gue`re sur les re´sultats, dans la plage qu’elle parcourt au cours
de ces pages (100 a` 700 eV).
n = 1 / n = 2 n = 2 / n = 3 n = 3 / n = 4 XZ / XZ−1
Ne X 4.3 1024 2.8 1022 1.2 1021 7. 1024
Al XIII 2.1 1025 1.3 1023 5.7 1021 3.7 1025
Ar XV III 1.5 1026 9.4 1023 4. 1022 2.9 1026
Tab. 1.1 – Densite´s d’e´quilibre thermodynamique entre les diffe´rents niveaux hy-
droge´no¨ıdes de Ne, Al et Ar ainsi qu’entre les e´tats hydroge´no¨ıde XZ et he´liumo¨ıde
XZ−1 des meˆmes ions a` Te=500eV.
Nous avons pre´cise´ dans le paragraphe pre´ce´dent que toutes les distributions
e´lectroniques utilise´es dans le reste de cette e´tude seraient suppose´es maxwelliennes,
de fac¸on a` pouvoir de´finir une tempe´rature e´lectronique. Dans le cas d’interac-
tions laser-matie`re ultra-intenses (supe´rieures a` 1015W cm−2), des me´canismes non
line´aires conduisent a` l’acce´le´ration d’une fraction non ne´gligeable de cette popu-
lation d’e´lectrons dits suprathermiques, mis en e´vidence par l’e´mission de raies Kα
au coeur de zones denses et relativement froides du plasma [26]. Krol et al [46]
constatent que 10% de l’e´nergie du laser peut eˆtre transfe´re´e aux e´lectrons supra-
thermiques. Dans ces conditions, l’e´quilibre thermique des e´lectrons libres n’est pas
re´alise´ et il perturbe aussi la distribution des e´lectrons lie´s et donc celle des photons.
Enfin, tous ces processus d’e´quilibre reposent sur des temps de relaxation qui
permettent a` la matie`re, apre`s toute perturbation, de se stabiliser dans un e´tat
stationnaire ou` il est a` nouveau possible de spe´cifier tempe´ratures et densite´s. P.
Alaterre [4] calcule ces temps de relaxation τ entre niveaux de Al XIII - qui cor-
respondent a` l’inverse des taux de transition entre ces niveaux - pour Te = 500eV
(mais les re´sultats de´pendent peu de la tempe´rature) dans une gamme de densite´
1020cm−3 ≤ Ne ≤ 1023cm−3 :
– si n = 2,
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– si n = 3,
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– si n = 4,
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Dans des expe´riences typiques d’interaction laser-matie`re a` tre`s haut flux [62] ou` les
dure´es d’impulsion laser sont de l’ordre de la centaine de femtosecondes, la condition
en densite´ pour que le temps d’interaction entre le faisceau et la matie`re soit de
l’ordre de deux fois celui de relaxation et qu’un e´quilibre stationnaire puisse s’e´tablir
est alors : Ne ≈ 6 1022cm−3 pour n=2, Ne ≈ 1.5 1022cm−3 pour n=3 et Ne ≈
5 1021cm−3 pour n=4. Pour des temps d’interaction plus longs, l’e´tat n = 2 est
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toujours en e´quilibre stationnaire du fait des phe´nome`nes radiatifs et les e´tats de n
supe´rieur sont dans le meˆme e´tat a` partir de Ne ≈ 1021cm−3.
Les temps de relaxation des e´quilibres stationnaires d’ionisation entre ions hy-
droge´no¨ıde et he´liumo¨ıde sont plus longs et correspondent a` peu pre`s aux temps
de relaxation des couches n=1 pour Al XIII et Al XII. Ils valent environ, a` Ne =
1022cm−3, 15 picosecondes pour les hydroge´no¨ıdes et 1 ps pour les he´liumo¨ıdes.
Notons qu’e´tat stationnaire ne veut pas dire e´quilibre thermodynamique, mais que
l’absence d’e´tat stationnaire empe`che l’e´quilibre thermodynamique.
Nous retiendrons de tout ceci qu’il existe de nombreuses causes d’e´cart a` l’e´qui-
libre, meˆme local. Les transitions possibles entre les couches n=1 et n=2 devront
eˆtre de´taille´es pour les densite´s infe´rieures a` Ne ≈ 1025cm−3 (pour Al XIII) comme
pour celles entre n=1 et n=3. En revanche, celles entre n=2 et n=3, lorsqu’elles
seront traite´es, pourront eˆtre remplace´es par la statistique de Boltzmann au dela`
de Ne = 10
23cm−3. En outre, plus les temps d’impact laser seront brefs et plus
les moyens d’e´tude du plasma cre´e´ permettront d’e´tudier de manie`re rapide son
e´volution, plus les calculs devront de´tailler avec pre´cision chaque type de transition
pour reproduire l’expe´rience.
1.2.5 Re´solution des syste`mes Hors ETL : transitions e´le´mentaires.
Avant d’aller plus loin, il convient de pre´ciser l’ensemble des interactions micro-
scopiques qui conduisent a` des transitions.
Les phe´nome`nes d’excitation et d’ionisation dans les plasmas chauds sont en
ge´ne´ral gouverne´s par les photons et les e´lectrons, les autres particules massives n’in-
tervenant que pour les transitions de tre`s faible e´nergie. Les processus pre´ponde´rants
sont au nombre de 12 (directs et inverses) radiatifs ou collisionnels :
– la photoexcitation et l’e´mission spontane´e




X∗Z + ~ω → XZ + ~ω + ~ω (1.5)
– la photoionisation et la recombinaison radiative
XZ + ~ω  XZ+1 + e (1.6)
– la recombinaison radiative stimule´e
XZ+1 + ~ω + e→ XZ + ~ω + ~ω (1.7)
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– la capture die´lectronique et l’autoionisation (ou` X∗∗Z est un e´tat doublement
excite´)
XZ+1 + e  X
∗∗
Z → X∗Z + ~ω (1.8)
– l’excitation et la de´sexcitation collisionnelles
XZ + e  X
∗
Z + e (1.9)
– l’ionisation collisionnelle et la recombinaison a` trois corps
XZ + e  XZ+1 + e+ e (1.10)
Sobelman y adjoint Bremsstrahlung et Bremsstrahlung inverse (XZ + e  XZ +
e + ~ω : e´mission et absorption libre-libre) mais qui n’ont d’incidence que sur les
transferts d’e´nergie entre e´lectrons libres et photons et ne jouent donc que sur leurs
populations et non sur celles des e´tats internes ioniques (e´lectrons lie´s).
Le calcul de tous ces taux n’est pas ne´cessaire, les taux inverses s’obtiennent
directement a` partir des taux directs par le principe du bilan de´taille´ a` l’ETL (mi-
crore´versibilite´). C’est pourquoi, des deux me´canismes inte´ressant cette the`se -i.e.
l’excitation et la de´sexcitation collisionnelles- nous n’e´tudierons que le premier, a`
partir du quatrie`me chapitre.
1.2.6 Equilibre Collisionnel Radiatif (CR)
Cette situation est celle ou` l’ensemble des transitions e´le´mentaires pre´ce´dentes
ne´cessite d’eˆtre pris en compte pour de´crire les populations du plasma. L’e´volution
temporelle de la population de chaque niveau de chaque ion est gouverne´e par la
somme des processus de peuplement et de de´peuplement a` partir de ou vers les












ou` les TZ′j,Zi sont les taux de transition du niveau j de l’ion Z’ vers le niveau i de
l’ion Z.
S’il y a e´tat stationnaire, les peuplements et de´peuplements s’e´quilibrent pour
chaque e´tat atomique i :
dNZ,i
dt
= 0. Dans le cas ou` les e´volutions temporelles de
la tempe´rature et de la densite´ sont lentes, le plasma est appele´ quasi-stationnaire,
la population des niveaux excite´s s’e´quilibrant quasi-instantane´ment avec celle des
e´tats fondamentaux, qui seuls sont de´crits de manie`re instationnaire (typiquement
les plasmas nanosecondes, a` comparer avec les temps de relaxation ioniques pre´sente´s
dans le paragraphe 1.2.4).
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Enfin, dans le cas des plasmas cre´e´s par impulsion laser sub-picoseconde, le
plasma est totalement instationnaire et le de´tail complet de chaque niveau et de
ses transitions est ne´cessaire.
1.3 Caracte´ristiques et de´finition des plasmas denses
Intuitivement, la notion de forte densite´ renvoie a` celle de forte pression, de par-
ticules comprime´es les unes sur les autres, se repoussant, bref, se perturbant mutuel-
lement en permanence. Il est possible, a` partir de cette vision na¨ıve, d’appre´hender
les limites a` partir desquelles un plasma peut eˆtre qualifie´ de dense. A cette fin, il
suffit de lister l’ensemble des situations qui peuvent conduire a` de fortes perturba-
tions. Ceci revient a` faire le de´tail des diffe´rentes particules pre´sentes et des causes
de leurs re´pulsions et mouvements les unes vers les autres.
– Les e´lectrons
Ce sont des particules tre`s le´ge`res et mobiles. Leur vitesse est caracte´rise´e
par leur e´nergie cine´tique moyenne : la tempe´rature e´lectronique Te. Leur
densite´ Ne permet de de´finir le volume disponible par e´lectron comme son
inverse 1/Ne ainsi que par extrapolation la distance intere´lectronique moyenne.
Lorsque celle-ci s’approche de la longueur d’onde de de Broglie thermique,
les e´lectrons ressentent des effets quantiques et la distribution statistique de
Maxwell issue de l’e´quilibre thermodynamique classique ne s’applique plus,
elle doit eˆtre remplace´e par une loi fonde´e sur une statistique quantique : la
distribution de Fermi-Dirac. La tempe´rature de Fermi TF ≈ (3pi2Ne)2/3 est
aussi une limite infe´rieure qui caracte´rise l’entre´e dans ce re´gime.
– Les ions
Ces particules sont beaucoup plus massives (≈ 1830 fois plus pour l’hydroge`ne)




est toujours tre`s infe´rieure a` celle des
e´lectrons dans les plasmas laser. Il est possible de de´finir deux dimensions
significatives pour les ions : le volume moyen disponible (1/Ni) et la distance
interionique (Rii) ainsi que le rayon moyen de l’ion qui peut eˆtre approxime´
par celui de l’hydroge´no¨ıde e´quivalent dans l’e´tat l = 0 : < ri,n >=
3n2
2(Z∗ − 1)
ou` n est le nombre quantique principal de l’ion conside´re´ et Z∗ son degre´
d’ionisation.
La force de re´pulsion ou d’attraction coulombienne est la seule interaction entre
ces particules.
De`s lors, un certain nombre de parame`tres apparaissent naturellement par com-
paraison des grandeurs pre´cite´es.
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– Le parame`tre de couplage de Coulomb est le rapport de l’e´nergie poten-












Rii e´tant la distance interionique. Ce parame`tre de couplage peut eˆtre e´tendu a`
tous les types de particules. Γ  1 correspond a` un plasma ide´al : interactions
coulombiennes tre`s faibles entre les ions, Γ ≥ 1 a` un couplage fort : les effets
coulombiens deviennent supe´rieurs a` l’energie cine´tique des particules. Les
plasmas fortement couple´s sont donc des plasmas denses et plutoˆt “froids”.
– Le parame`tre de de´ge´ne´rescence est le rapport de la tempe´rature de Fermi









γ  1 correspond a` un plasma classique, γ ≥ 1 a` un plasma ou` les effets
quantiques deviennent importants, les e´lectrons sont alors dits de´ge´ne´re´s.
– Le rapport entre la taille de l’ion et la distance interionique moyenne.
Murillo et Weisheit [55] conside`rent que les fonctions d’onde s’e´tendent effec-
tivement jusqu’a` cinq fois le rayon ionique. Lorsque le rapport de ces deux
longueurs est supe´rieur a` 1, les fonctions d’onde des deux ions se superposent
et sont notablement perturbe´es, il n’est plus possible de les affecter a` un
ion spe´cifiquement. C’est le phe´nome`ne d’ionisation par pression qui limite le
nombre de niveaux pre´sents. Notons que cette situation n’est pas spe´cifique des
plasmas denses mais est aussi responsable de la cre´ation de bandes d’e´nergies
dans les me´taux.
– Le crite`re d’influence des e´lectrons libres sur l’atome qui compare les
volumes occupe´s par les e´lectrons lie´s (le volume de l’atome) a` celui occupe´
par les e´lectrons libres (1/Ne). Si ce rapport de´passe 1, il existe au moins un
e´lectron libre pre´sent au sein de la structure ionique, ce qui re´duit la liaison
entre les lie´s et le noyau. Ceci conduit au de´calage des niveaux, ge´ne´ralement
calcule´ avec un mode`le d’e´crantage e´lectronique.
Le de´calage des niveaux et l’ionisation par pression sont regroupe´s sous l’ap-
pellation ge´ne´rique d’abaissement du continuum.
1.4 Les e´crantages
Nous avons jusqu’ici rappele´ l’influence de la densite´ comme une contrainte sur
l’e´quilibre, conditionnant ou non une e´tude de´taille´e collisionnelle-radiative. Les
mode`les utilise´s jusqu’ici e´taient a` particules inde´pendantes type gaz parfait. Dans
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la re´alite´, les densite´s e´leve´es font prendre en compte les effets de corre´lation entre
particules, en particulier l’interaction coulombienne dans les plasmas d’ions multi-
charge´s. Largement utilise´ en astrophysique ou en FCI, l’e´crantage des particules
charge´es par les particules voisines, initialement de´veloppe´ pour des gaz fortement
dilue´s, a e´te´ extrapole´ a` des plasmas beaucoup plus condense´s [16].
On ne pre´tend pas reprendre ici la totalite´ des multiples travaux existant sur le
sujet, mais seulement un certain nombre de ceux qui peuvent permettre de mieux
e´tudier les effets de densite´ sur les excitations collisionnelles. L’essentiel du calcul
de ces dernie`res (voir le chapitre IV qui leur est consacre´) repose sur l’interaction
coulombienne entre deux e´lectrons. L’approche la plus simple est donc d’essayer
d’e´valuer au mieux les potentiels vus par les diffe´rentes particules et c’est ce qui
explique l’inte´reˆt porte´ aux e´crantages.
1.4.1 Mode`le de Debye-Hu¨ckel
Dans la limite des faibles densite´s et hautes tempe´ratures, l’e´nergie cine´tique
moyenne des particules est beaucoup plus importante que leur e´nergie d’interaction
et les effets de corre´lation peuvent donc eˆtre conside´re´s comme une perturbation par
rapport au comportement du gaz parfait.
Dans ces conditions l’e´nergie cine´tique des e´lectrons est tre`s e´leve´e et largement
supe´rieure a` la tempe´rature de Fermi du syste`me, ils peuvent donc eˆtre assimile´s a`
des particules classiques. La pre´sence de particules autour d’une charge de re´fe´rence
Zi modifie le potentiel coulombien et la densite´ N˜i(r) des particules perturbatrices
peut eˆtre obtenue a` l’aide de la statistique de Maxwell-Boltzmann en pre´sence du
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(1.14)
La line´arisation est justifie´e car l’e´nergie potentielle est tre`s faible devant la tempe´-
rature.
De l’e´quation de Poisson et de la ne´cessaire neutralite´ du milieu sans perturbation
(
∑
niZi = 0) :













ou` λD est la longueur d’e´cran de Debye :









la sommation portant sur toutes les espe`ces ioniques et e´lectroniques.
Enfin, le potentiel chimique de l’espe`ce i s’e´crit :





et s’obtient en de´rivant l’e´nergie libre par rapport au nombre de particules de cette
espe`ce.
Cette the´orie offre l’avantage de pre´senter une formulation tre`s simple du po-
tentiel mais suppose que le nombre de particules dans la sphe`re de Debye (le nuage
d’e´cran) est tre`s grand, soit λD  a, la distance interparticulaire moyenne, ce qui
correspond a` ΓZ∗2  1 ou` Γ est le parame`tre de couplage de ces particules. De
nombreuses me´thodes ont donc e´te´ propose´es pour e´tendre son domaine de validite´
a` des couplages plus intenses.
1.4.2 A plus haute densite´
La the´orie de Debye-Hu¨ckel peut eˆtre e´tendue a` de plus fortes densite´s en re´solvant
l’e´quation de Boltzmann non line´arise´e, ce qui permet d’acce´der a` des parame`tres
de couplage de l’ordre de 1/2 mais fait perdre la repre´sentation exponentielle simple
du potentiel.
Il existe aussi quelques formules simples pour les situations plus de´ge´ne´re´es :
lorsque la distance intere´lectronique devient de l’ordre de la longueur de de Broglie,
la statistique de Maxwell-Boltzmann doit eˆtre remplace´e par celle de Fermi-Dirac












est l’inte´grale de Fermi et µ le potentiel chimique qui
s’obtient de manie`re autocohe´rente avec la densite´ e´lectronique (il en existe des
valeurs interpole´es pour toute tempe´rature e´lectronique, par ex Dharma-Wardana
et Taylor [24]).
De fac¸on plus pratique, a` la limite des basses tempe´ratures, la longueur d’e´cran
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Il faut malgre´ tout noter que tous les mode`les avec constante d’e´cran reposent sur
la line´arisation de l’e´quation de Boltzmann et conservent donc les meˆmes limites :
une constante de couplage tre`s faible. Toute ame´lioration passe par la perte de
line´arisation des e´quations et l’accroissement important de la complexite´ de leurs
solutions : elles perdent leur caracte`re analytique.
Lorsque le plasma est tre`s corre´le´ : a` haute densite´ et basse tempe´rature, un
mode`le d’e´crantage couramment employe´ et de forme analytique simple est celui de
la sphe`re ionique. Dans sa version la plus simple, les e´lectrons libres sont distribue´s









∗ ou` Z∗ est l’ionisation moyenne du plasma et Ne la densite´












= 0 r ≥ Ri.
(1.21)
Ce mode`le permet de cre´er un volume d’exclusion des ions voisins, ce qui est assez
compatible avec des calculs de structure spatiale de´taille´s qui mettent en e´vidence
ce phe´nome`ne lorsque le couplage de´passe l’unite´.
Toutes ces the´ories d’e´crantage ont e´te´ largement utilise´es et continuent de l’eˆtre
pour anticiper les modifications de la structure atomique et des diffe´rents taux col-
lisionnels et radiatifs d’un ion plonge´ dans un milieu dense. Nous pre´sentons par la
suite quelques-uns de ces re´sultats comme re´fe´rences et points de comparaison par
rapport a` notre e´tude sur les excitations collisionnelles en pre´sence de microchamp
ionique.
1.4.3 Influence sur la position des niveaux
Les calculs portant sur la modification des niveaux et des fonctions d’onde
sont nombreux. Concernant les e´crantages de Debye-Hu¨ckel et de Thomas-Fermi,
il n’existe malheureusement pas de formule analytique pour caracte´riser l’influence
de la densite´ sur les niveaux, sauf pour les e´crantages tre`s faibles ou` l’e´nergie de
liaison des niveaux diminue de 2Z/λ , λ e´tant la longueur d’e´cran. Ne´anmoins,
les e´tudes nume´riques (voir par exemple Rogers et al [68]) montrent que ce mode`le
de´cale et se´pare les niveaux des hydroge´no¨ıdes et qu’il induit aussi un de´calage des
raies vers le rouge lorsque la densite´ s’accroit.
G. Massacrier [52] a effectue´ une longue e´tude en utilisant le mode`le de la sphe`re
ionique et propose un re´sultat simple pour le de´calage des niveaux des ions hy-
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droge´no¨ıdes :








qui semble plus adapte´ pour la description de plasmas tre`s denses, ou` < r2 >0nl=
n2
2Z2
[5n2 + 1− 3l(l + 1)] est la moyenne du carre´ du rayon de l’ion a` densite´ nulle
et Ri le rayon de la sphe`re ionique pre´sente´ plus haut.
1.4.4 Ionisation par pression et re´duction du nombre de niveaux
Nous avons note´, lors de notre tentative de de´finition des fortes densite´s, qu’elles
e´quivalent a` rendre comparable le volume disponible par ion ou par e´lectron libre a`
celui occupe´ par l’atome e´tudie´.
La trop grande proximite´ entre deux ions e´creˆte les niveaux supe´rieurs, qui ne
sauraient eˆtre physiquement attache´s a` un atome tout en e´tant inclus dans le volume
d’un autre. Il s’agit de l’ionisation par pression.
De fac¸on similaire, lorsque le volume de l’atome est supe´rieur au volume dispo-
nible par e´lectron libre, il en existe au moins un au coeur de l’atome ; la liaison entre
les e´lectrons lie´s et le noyau est alors e´crante´e et l’e´nergie de liaison re´duite.
La re´sultante de ces deux effets conduit a` l’abaissement du continuum : la dispari-
tion des niveaux les plus excite´s. Ce processus tre`s important permet, par exemple,
de limiter la somme des niveaux dans les fonctions de partition et de les rendre
convergentes, ce qui de´termine paralle`lement le degre´ d’ionisation moyen du plasma
a` l’ETL. Il permet aussi de restreindre le domaine de cette e´tude a` des e´tats ioniques
pertinents dans des situations HETL.
Dans le cadre du mode`le de Debye-Hu¨ckel, Rogers et al [68] obtiennent nume´ri-
quement le dernier niveau existant pour un hydroge´no¨ıde : nmax =
√
1.27λDZ, ce
qui correspond a` la densite´ de disparition :





De son coˆte´, Massacrier propose, dans le cadre du mode`le de la sphe`re ionique :




Nous pre´sentons au tableau 1.2 les densite´s de disparition obtenues par ces formules
pour les 4 premiers niveaux de Al XIII :
Dans la mesure ou` toutes ces densite´s de disparition atteignent des valeurs
extreˆmes, il paraˆıt pertinent de retenir celles obtenues avec un mode`le de sphe`re
ionique, le mode`le de Debye-Hu¨ckel e´tant fonde´ sur des plasmas chauds et dilue´s.
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Debye 100eV Debye 500 eV Sphe`re Ionique
n=1 4.3 1025 2.2 1026 1.7 1027
n=2 1.1 1025 5.4 1025 2.7 1025
n=3 4.8 1024 2.4 1025 2.3 1024
n=4 2.7 1024 1.3 1025 4.2 1023
Tab. 1.2 – Densite´s de disparition des niveaux de l’Aluminium hydroge´no¨ıde (en
cm−3) suivant les mode`les d’e´crantage.
Massacrier mentionne que cette limite n’est qu’approche´e, spectroscopiquement par-
lant, car de nombreux phe´nome`nes d’e´largissement confondent peu a` peu les raies
entre elles et avec celles du continuum, a` mesure qu’elles s’approchent de leur dis-
parition.
B. d’Etat [23], a` la suite d’une e´tude avec deux centres ioniques, note aussi que ces
limites de disparition sont tre`s sensibles aux positions des diffe´rents ions du plasmas
et donc qu’une e´tude fonde´e seulement sur des mode`les a` syme´trie sphe´rique pour
les distributions ioniques est force´ment limite´e.
1.4.5 Influence sur les transitions radiatives
Davis et Blaha [21] ont e´tudie´ la transition 2p → 1s du Ne´on hydroge´no¨ıde, a`
l’aide du mode`le d’e´crantage de Thomas-Fermi, incluant les corrections d’e´change
et de corre´lation de Dharma-Wardana et Taylor. Ils notent, a` des densite´s e´leve´es
(Ne = 6 10
24cm−3), que ni la modification des fonctions d’onde ni le de´calage des
e´nergies en raison de l’e´crantage n’ont d’influence importante sur les taux radiatifs
(au plus 15% ).
Massacrier e´tend cette e´tude a` un plus grand nombre de transitions a` l’aide
de son mode`le de sphe`re ionique. Les transitions dipolaires e´lectriques intra-couche
(n = n′) se de´placent vers le bleu lorsque la densite´ croˆıt et leur intensite´ de´pend
essentiellement du de´calage des niveaux : elle varie donc fortement pour les sous-
niveaux hydroge´no¨ıdes initialement de´ge´ne´re´s. Les transitions inter-couche e´voluent,
elles, vers le rouge, la variation e´tant domine´e par celle du niveau le plus excite´.
Leur probabilite´ de´croˆıt et ce, de manie`re importante a` la limite de disparition de
l’e´tat supe´rieur. La probabilite´ de ces transitions est beaucoup plus sensible a` la
modification des fonctions d’onde qu’a` celle des e´nergies.
1.4.6 Influence sur les transitions collisionnelles
Concernant les transitions collisionnelles, nous allons nous inte´resser exclusive-
ment aux excitations collisionnelles e´lectron-ion car elles sont l’objet de cette the`se.
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Ne´anmoins, nombre des constatations faites a` leur sujet valent aussi pour les autres
transitions.
L’e´tude initiale des effets de l’e´crantage sur les excitations collisionnelles est un
travail de Hatton et al [38] qui mentionne imme´diatement l’ensemble des re´sultats
majeurs de cette approche :
– l’e´crantage re´duit l’interaction entre l’e´lectron libre et les e´lectrons lie´s et en
conse´quence re´duit syste´matiquement les taux d’excitation,
– les ondes partielles d’ordre e´leve´ (c’est a` dire les e´lectrons libres ayant un grand
moment angulaire l) qui ne peuvent sonder que les re´gions de rayon r ≥ l/k,
sont plus affecte´es que celles de faible moment angulaire (k est la quantite´ de
mouvement de l’e´lectron),
– en conse´quence, les transitions permises (∆l = ±1), reposant sur des
interactions a` longue porte´e, subissent la plus forte re´duction de
leur force de collision, car ces dernie`res sont a` convergence lente et de tre`s
nombreuses ondes partielles doivent eˆtre utilise´es dans le calcul.
Son e´tude repose sur l’approximation de Born et un e´crantage de Debye-Hu¨ckel.
Whitten et al [81] adoptent des me´thodes de calcul plus pre´cises (Distorted
Waves et Close coupling) en comparant des calculs re´alise´s avec un e´crantage de
Debye-Hu¨ckel et un mode`le de sphe`re ionique. Ces calculs plus avance´s gomment
partiellement les lois d’e´chelle pre´vues par Hatton mais montrent que les sections
efficaces sont tre`s sensibles aux de´tails de la mode´lisation de la collision et meˆme
plus qu’aux effets plasma dans le cas des transitions interdites. Enfin, l’e´crantage duˆ
a` la sphe`re ionique est beaucoup plus important que celui de Debye et les taux de
transitions re´sultants sont approximativement deux fois plus diminue´s.
Des constatations similaires peuvent eˆtre effectue´es sur les re´sultats de Davis et
Blaha obtenus avec un mode`le d’e´crantage affine´ (Thomas-Fermi ...) et un calcul
Distorted Waves. Ne´anmoins, les re´ductions de forces de collision restent faibles,
ceci d’autant plus que l’e´nergie du libre perturbateur est e´leve´e.
Cette remarque est de´veloppe´e par Blancard et Dubau [12] dans une des rares
e´tudes effectue´es sur des ions ayant plusieurs e´lectrons (Fer sodiumo¨ıde) : alors que
les excitations collisionnelles sans e´crantage sont non nulles au seuil d’excitation, du
fait des interactions coulombiennes a` longue porte´e, la discontinuite´ est gomme´e dans
les mode`les avec e´crantage et l’excitation a` proximite´ du seuil est largement
re´duite. A l’inverse, a` haute e´nergie, l’e´crantage re´duit peu les sections efficaces.
Par conse´quent, les taux d’excitation collisionnelle, qui inte`grent les sections
efficaces sur l’ensemble du spectre des vitesses des e´lectrons libres, sont d’autant
plus re´duits que la tempe´rature est basse et infe´rieure a` l’e´nergie de seuil
de l’excitation.
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Toutes ces e´tudes se fondent sur un e´crantage global de la cible : noyau et
e´lectrons lie´s cre´ant un potentiel central dont le noyau est l’origine, meˆme pour
l’interaction entre l’e´lectron lie´ et l’e´lectron libre. Gutierrez et Diaz-Valde´s [35, 25]
montrent que l’asphe´ricite´ de l’e´crantage pour l’interaction e´lectron-e´lectron conduit
a` une re´duction notable de l’effet d’e´cran, qui n’apparaˆıt, toujours pour l’e´crantage
e− − e−, que pour des longueurs d’e´cran tre`s courtes, quel que soit le mode`le
d’e´crantage utilise´.
Dans le prolongement de cette remarque, il faut s’interroger sur la pertinence
d’un mode`le d’e´crantage statique qui conserve la meˆme constante d’e´cran, quelle
que soit la ve´locite´ des particules e´tudie´es. Murillo et Weisheit [55], dans une e´tude
re´cente sur l’ionisation collisionnelle, montrent dans une approche dynamique que
l’approximation statique est tre`s restrictive : en effet, si les e´lectrons lents subissent
un e´crantage statique classique, les e´lectrons libres ou lie´s (en couche profonde)
rapides, beaucoup plus ve´loces que les e´lectrons du plasma et ne pouvant porter leur
propre nuage d’e´cran, ne voient quasiment aucun e´crantage. L’e´nergie d’oscillation




constitue approximativement une frontie`re a`
cet e´gard.
1.4.7 Pour conclure sur l’e´crantage...
Les diffe´rents mode`les d’e´crantage ont fait de nombreux progre`s depuis l’ap-
proche classique de Debye-Hu¨ckel. Ils permettent de couvrir une bonne part de
l’ensemble des situations de plasma denses. Les pre´dictions qui en sont issues sur
l’abaissement du continuum ont permis d’ame´liorer notablement les mode`les d’opa-
cite´.
Cependant, ils supposent toujours que les potentiels quasi statiques ont une
syme´trie sphe´rique. Les ions, dont la vitesse est tre`s faible devant celle des e´lectrons
responsables des diffe´rentes transitions, produisent de tels potentiels quasi-statiques.
Il paraˆıt alors fort peu probable qu’un nombre entier, limite´, de ces ions, puisse
produire un potentiel a` syme´trie sphe´rique. Sans remettre syste´matiquement en
cause les re´sultats pre´ce´dents, il semble utile d’e´tudier les conditions et l’importance
des effets de la leve´e de la sphe´ricite´.
1.5 Influence du Microchamp Ionique
Le traitement des collisions dans un plasma dense par l’e´crantage repose sur
l’approximation que l’on peut remplacer l’ensemble des situations e´lectrostatiques
particulie`res dues a` chaque configuration spatiale des ions ou des e´lectrons par l’in-
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teraction produite par la moyenne des distributions possibles. Cette approximation
est fonde´e tant que les temps de collision sont tre`s supe´rieurs au temps de re´ponse
du plasma et/ou que les fluctuations autour de l’e´tat moyen sont tre`s limite´es. Dans
la plupart des situations de plasmas chauds et dans l’esprit de la the´orie standard
de l’e´largissement de raies, les collisions doivent inte´grer le microchamp E cre´e´ par
le plasma et le moment relatif de l’e´lectron libre k. La fonction de distribution du
microchamp refle`te toutes les configurations ioniques probables. Ulte´rieurement, il
convient de faire la moyenne des sections efficaces sur les distributions de E et k.
1.5.1 Domaine d’application
Il existe deux causes de mouvement pouvant affecter les diffe´rentes transitions
atomiques :
– le mouvement collectif d’oscillation des charges a` la suite d’une pertur-
bation e´lectrostatique. Il est caracte´rise´ par la fre´quence plasma ωP . L’inverse
de cette fre´quence, τP , repre´sente donc bien le temps ne´cessaire pour que les
























τPe pour les ions. (1.26)
– les fluctuations thermiques de l’e´difice ionique ou e´lectronique dont le
temps caracte´ristique, τT , peut eˆtre approxime´ par le rapport de la distance


























τTe pour les ions.
(1.28)
Remarquons que les temps caracte´ristiques obtenus pour les e´lectrons sont beau-




= 42.8 pour l’atome d’hydroge`ne et 223
pour l’Aluminium).
Quant au temps de collision, il peut eˆtre conside´re´ comme le rapport de la lon-
gueur d’interaction sur la vitesse e´lectronique. La longueur d’interaction peut eˆtre
simplement assimile´e au rayon moyen de l’atome, dans un mode`le de sphe`re dure,
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si le potentiel est a` courte porte´e (dans le cas d’un atome neutre). Il est par contre
beaucoup plus difficile de la de´finir pour un ion charge´, le potentiel coulombien e´tant





Concernant l’influence des e´lectrons, il est difficile de tirer une conclusion ge´ne´rale.
Les temps de collision sont infe´rieurs aux temps caracte´ristiques d’oscillation du
plasma e´lectronique, quelle que soit la longueur d’e´cran choisie, mais de moins d’un
ordre de grandeur. La condition pour que le temps de collision soit tre`s supe´rieur
au temps caracte´ristique des fluctuations thermiques revient a` ce que la longueur
d’e´cran soit tre`s supe´rieure a` la distance intere´lectronique moyenne. Dans un plasma
tre`s condense´ et a` fort couplage, le mode`le de la sphe`re ionique est bien adapte´ car la
distance interionique est ne´cessairement supe´rieure a` la distance intere´lectronique.
Dans le cas oppose´ (un plasma ide´al : γ  1), la condition pour privile´gier l’e´crantage
de Debye par rapport au microchamp e´lectronique est que la sphe`re de Debye
contienne plusieurs e´lectrons...
Le cas des ions est beaucoup plus clair, leur masse rallongeant conside´rablement




























(soit 3.9 10−4 si Ne = 1025cm−3
et Te = 100eV ) pour un e´crantage type sphe`re ionique, les valeurs nume´riques e´tant
celles de l’aluminium hydroge´no¨ıde. Le temps de collision est en fait syste´matique-
ment tre`s infe´rieur au temps caracte´ristique de de´placement collectif des ions dans
un plasma meˆme peu condense´ (il faudrait Ne = 2 10
12cm−3 pour que ce rapport
vaille 1 dans un plasma d’hydroge`ne ionise´ a` 1 Rydberg).
La comparaison des temps de collision et du temps de fluctuation thermique io-



















(soit 4.5 10−3 si Te = Ti) pour la sphe`re ionique.
En conse´quence, nous de´duisons que l’influence des plasmas denses sur les me´ca-
nismes collisionnels sera plus pre´cise´ment de´crite par l’interme´diaire du microchamp
ionique et de l’e´crantage e´lectronique que par l’e´crantage ionique.
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1.5.2 Quelques effets connus du microchamp
L’analyse spectrale des gaz ionise´s a re´ve´le´ tre`s toˆt des structures ou des profils
de raies qu’une the´orie exclusivement fonde´e sur des particules isole´es ou e´crante´es
ne permettait pas d’expliquer.
En premier lieu, la pre´sence, meˆme dans des plasmas d’hydroge`ne faiblement
ionise´s, de raies interdites (∆l 6= 1) qui se justifient par le me´lange des fonctions
d’onde atomiques induit par le microchamp. A titre d’exemple [56], dans le spectre
d’e´mission d’un gaz d’he´lium tre`s faiblement ionise´, au voisinage de la raie 4d 3D −
2p 3P o apparaissent les transitions interdites 4f 3F o − 2p 3P o, 5f 3F o − 2p 3P o,...
qui ne pre´sentent pas de changement de parite´ car les fonctions d’onde des niveaux
les plus excite´s sont me´lange´es.
On note aussi l’e´clatement de certaines raies en plusieurs composantes, qui corres-
pond a` une leve´e de de´ge´ne´rescence des divers sous-niveaux et moments magne´tiques
d’une meˆme couche, effet particulie`rement manifeste sur des ions hydroge´no¨ıdes,
dont les niveaux sont totalement de´ge´ne´re´s a` l’inte´rieur d’une meˆme couche. Cet
effet de se´paration des niveaux a pour conse´quence un e´largissement des raies spec-
trales, en raison de la distribution e´tale´e du microchamp. De nombreux travaux ont
e´te´ publie´s ou sont en cours qui concernent l’e´largissement Stark des raies [33, 31, 41]
et permettent de de´terminer plus pre´cise´ment la tempe´rature et la densite´ du plasma
en ajustant sur les profils de raies de couche K, obtenus expe´rimentalement, des pro-
fils the´oriques calcule´s pour diffe´rentes valeurs de ces parame`tres macroscopiques.
Nous pre´sentons dans le paragraphe suivant un autre aspect de l’e´clatement des
niveaux.
1.5.3 Limite d’Inglis-Teller
Inglis et Teller [42] ont constate´ que les plasmas denses pre´sentent des spectres
de raies normaux jusqu’a` un nombre quantique principal limite, au dela` duquel
les raies s’estompent et se fondent dans un continuum. Cette limite correspond
sche´matiquement a` l’instant ou` le microchamp ionique moyen, se´parant suffisamment
les niveaux d’une meˆme couche, ame`ne ses niveaux les plus perturbe´s a` se superposer
a` ceux de la couche supe´rieure. Physiquement, les fonctions d’onde de ces divers
niveaux se recouvrent et il se forme un continuum d’e´tats quasi-lie´s, au voisinage de
la limite d’ionisation. Cette limite peut eˆtre employe´e pour caracte´riser la densite´
ionique par comparaison avec la limite calcule´e the´oriquement.
La limite d’Inglis-Teller, calcule´e a` partir d’un mode`le d’e´crantage simplifie´ dans
un plasma d’hydroge`ne tre`s dilue´ vaut, dans ces conditions :
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log10Ni = 23.26− 7.5 log10 n (1.30)
mais peut eˆtre extrapole´e simplement a` des plasmas d’ions plus lourds [4] :
log10Ne = 23.26 + 4 log10 Z
∗ − 7.5 log10 n. (1.31)
La formule pre´sente´e ici diffe`re le´ge`rement de celle de Griem [33] (4 log10 Z
∗ au
lieu de 4.5 log10 Z
∗), cet auteur conside´rant le microchamp e´lectronique et nous le
microchamp ionique. Nous verrons au chapitre suivant que cette limite, calcule´e dans
des conditions de couplage tre`s faible, peut eˆtre adapte´e a` des cas beaucoup plus
corre´le´s.
1.5.4 Influence du microchamp sur les transitions collisionnelles :
la recombinaison die´lectronique
Il existe tre`s peu d’e´tudes portant sur les transitions collisionnelles perturbe´es
par le microchamp ionique, elles portent toutes sur la recombinaison die´lectronique.
Elles ont par contre e´te´ tre`s avance´es, en lien avec des e´tudes sur les plasmas de fusion
magne´tique [34, 5, 66, 37]. Les densite´s y sont tre`s peu e´leve´es, mais la recombinaison
die´lectronique s’effectue en passant par des e´tats transitoires dont un des e´lectrons
est dans un e´tat de Rydberg tre`s excite´, il est donc tre`s sensible au moindre champ
e´lectrique.
Deux effets orchestre´s par le microchamp sont alors en compe´tition :
– l’ionisation des e´lectrons les moins lie´s en raison du champ e´lectrique, avant
que le syste`me ait pu se stabiliser radiativement. Ceci a pour effet de re´duire
le nombre de voies possibles pour la recombinaison.
– en l’absence de champ, les e´tats de nombre quantique orbital l e´leve´ ont de
faibles taux d’autoionisation et, par le principe de la balance de´taille´e, de
faibles taux de capture. Leur influence sur la recombinaison die´lectronique
est donc ne´gligeable. Les champs e´lectriques me´langent les l e´leve´s avec les
plus faibles qui ont de forts taux d’autoionisation, cela accroˆıt ainsi le nombre
d’e´tats participant a` la recombinaison die´lectronique.
La ”redistribution” des voies possibles vers les niveaux moins e´leve´s mais de fort
moment orbital est tre`s favorable. Les expe´riences re´alise´es donnent de´sormais des
re´sultats raisonnablement comparables avec la the´orie, a` savoir un accroissement
significatif des taux de recombinaison die´lectronique en fonction de la densite´ [7].
38 Effets de densite´
1.6 Conclusion
En re´sume´, la cre´ation de fortes densite´s (Ne ≤ 1024 − 1025cm−3) de manie`re
tre`s fugace conduit la matie`re dans un e´tat hors e´quilibre thermodynamique qui ne
peut eˆtre de´crit qu’en de´taillant l’ensemble des transitions e´le´mentaires qui peuplent
le plasma. Or ces densite´s e´leve´es se de´finissent aussi par les perturbations qu’elles
induisent sur les particules du plasma et par conse´quent sur leurs transitions.
La the´orie traditionnelle pour repre´senter l’influence de la densite´, l’e´crantage,
ne peut eˆtre valable que pour traiter les perturbations induites par les e´lectrons
libres et fournit alors d’inte´ressants re´sultats sur l’e´tat d’ionisation du plasma... Sur
les transitions collisionnelles (e´lectron-ion), l’influence des ions (quasi-statiques) ne
peut eˆtre aborde´e qu’en faisant des calculs se´pare´s pour diverses valeurs du micro-
champ ionique. Ce dernier est caracte´rise´ par une fonction de distribution qui permet
de re´aliser, ensuite, des moyennes.
Le seul me´canisme collisionnel e´tudie´ en pre´sence de microchamp, la recombinai-
son die´lectronique, pre´sente des taux de transition significativement accrus lorsque la
densite´ croˆıt, il est par conse´quent le´gitime d’attendre une influence non ne´gligeable
de la meˆme perturbation sur les taux d’excitation collisionnelle.
Nous de´taillerons dans les parties suivantes le traitement du microchamp, ainsi
que son influence sur la structure atomique, l’effet Stark, avant d’en aborder l’impact




La grande proximite´ des particules entre elles dans un plasma dense peut modi-
fier conside´rablement leurs proprie´te´s radiatives ou collisionnelles. Une description
microscopique de cet environnement distingue deux types de particules interagissant
avec un e´metteur. Elles se diffe´rencient par leur ve´locite´ et leur masse : les e´lectrons
le´gers et rapides, aborde´s en ge´ne´ral par la the´orie des impacts ou des collisions, et les
ions perturbateurs suppose´s quasistatiques durant le temps d’e´mission ou d’impact
e´lectronique.
Le microchamp ionique re´sulte de la fluctuation thermique de la position des
ions autour d’un e´metteur particulier. L’e´nergie totale et la structure atomique de
ce dernier s’en trouvent modifie´es, avec en particulier le me´lange des e´tats propres
de l’hamiltonien non perturbe´, autorisant du meˆme coup des transitions interdites.
La distribution e´tale´e des e´nergies des niveaux re´sultante entraˆıne un e´largissement
des raies tandis que le me´lange des fonctions d’onde de moments orbitaux diffe´rents
entraˆıne une variation de la force de la raie. Il en re´sulte une perturbation importante
du spectre d’e´mission et probablement de la re´partition des populations des diffe´rents
niveaux. Les modifications spectrales par e´largissement Stark ont e´te´ tre`s e´tudie´es
et continuent de l’eˆtre (voir par exemple [31, 72]), l’influence du microchamp sur
les populations, la troncature des fonctions de partition et plus ge´ne´ralement sur
l’ensemble des processus microphysiques de peuplement est un sujet d’e´tude toujours
d’actualite´. Il apparaˆıt donc ne´cessaire de connaˆıtre la distribution statistique ou
probabilite´ de distribution du champ P (~E). Celle ci se de´finit comme la probabilite´
d’observer le champ ~E au point r0 cre´e´ par N particules et peut se mettre sous la
forme :
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P (~E) = 1
C
∫




ou` ~Ei est le champ cre´e´ au point r0, par la particule i situe´e au point ri, V est
l’e´nergie associe´e a` la position et la vitesse des particules les unes par rapport aux
autres et C une constante de normalisation.
Il existe de nombreuses the´ories permettant de calculer cette distribution, di-
verses par leur approche analytique ou nume´rique ou encore par leur domaine de
validite´. D Gilles [30] en discute plusieurs avec pre´cision. Nous nous sommes large-
ment inspire´ de son travail pour en pre´senter un certain nombre, non pas de manie`re
exhaustive, mais essayant de fournir au lecteur quelques re´fe´rences, valables dans
des conditions particulie`res de tempe´rature et de pression mais d’emploi aise´, ainsi
que la me´thode de calcul utilise´e dans cet ouvrage et dont nous justifierons le choix
en la comparant aux autres approches.
2.2 Mode`les the´oriques
Le champ e´lectrique ~E cre´e´ en un point est le gradient du potentiel ge´ne´re´ en
ce point par les ions situe´s a` sa proximite´. Potentiel qui peut eˆtre coulombien ou
e´crante´, de type Yukawa ; il sera suppose´ additif, tout comme le champ, meˆme si
cette hypothe`se n’est ve´rifie´e que pour des potentiels coulombiens. Les e´quations
caracte´risant la distribution du microchamp s’obtiennent par un calcul autoconsis-
tant du hamiltonien total du syste`me a` la limite thermodynamique. La re´solution
exacte de ce syste`me d’e´quations est celle du proble`me a` N corps et est donc im-
possible de manie`re analytique. Il convient donc d’en donner des approximations
fonde´es sur des hypothe`ses d’environnement (domaine de tempe´rature, densite´...)
ou encore d’envisager des simulations nume´riques pour approcher la re´alite´. Dans
tous les cas, le microchamp sera suppose´ uniforme (P (~E) = P (E)) meˆme si dans des
conditions de densite´ tre`s e´leve´e les inhomoge´ne´ite´s du champ ne peuvent plus eˆtre
omises et devraient conduire a` l’introduction d’un gradient du microchamp E dans
la distribution.
On a volontairement exclu les me´thodes semi analytiques type APEX ou Dharma-
Wardana et Perrot de cette pre´sentation car elles ne sont pas utilise´es ici, ainsi que
la me´thode nume´rique de dynamique mole´culaire, pour la meˆme raison.
Il nous faut mentionner, d’ores et de´ja`, les limites d’ionisation par champ et
d’Inglis-Teller, qui seront e´tudie´es dans le chapitre suivant mais qui requie`rent la
connaissance, pour l’une de la valeur du champ e´lectrique la plus probable et pour
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l’autre la valeur du champ a` mi-hauteur de la distribution. Elles seront donc pre´cise´es
et ces re´sultats permettront une comparaison des diffe´rents mode`les.
2.2.1 De´finitions et parame`tres
On utilise deux parame`tres sans dimension pour caracte´riser le degre´ de corre´-
lation des particules du plasma :
– le parame`tre de corre´lation Ion-Ion Γii : a` un facteur 2/3 pre`s, le rapport de
l’e´nergie coulombienne de 2 ions, situe´s a` la distance interionique moyenne (ou
rayon de Wigner-Seitz : rws), a` l’e´nergie cine´tique thermique des ions et qui a
de´ja` e´te´ mentionne´ au chapitre pre´ce´dent. Il peut varier de plusieurs de´cades,
typiquement [10−5; 102].
– le parame`tre d’e´crantage e´lectronique Uie : rapport de la distance interio-















Cette expression correspond au cas de l’e´crantage e´lectronique de Debye-Hu¨ckel.
D. Gilles mentionne que cette longueur d’e´cran peut s’appliquer au dela` de son
crite`re de validite´ - a` savoir un grand nombre de particules dans la sphe`re de Debye
- pour les situations physiques caracte´ristiques de cette e´tude, c’est a` dire denses et
chaudes.
Enfin, une valeur de re´fe´rence du champ est couramment employe´e, celle cre´e´e










N2/3e = 7.27 10
−17Z1/3N2/3e (cm
−3). (2.3)
Le champ est en ge´ne´ral donne´ dans cette unite´ et note´ β. La fonction de distribution
du microchamp e´lectrique s’e´crit P (β) et est normalise´e, le milieu est ionise´ mais
globalement neutre : Ne = ZNi.
Lorsqu’il s’agit de quantifier le champ, la plupart des auteurs choisissent d’em-
ployer le V cm−1 ou le Statvolt cm−1 = 300V cm−1, par cohe´rence avec le reste
de cet expose´ nous resterons en Unite´s Atomiques : 1 u.a. = 5.1423 109V cm−1 =
1.7141 107 Statvolt cm−1.
2.2.2 Distribution de Holtsmark
Holtsmark a e´labore´ de`s 1919 une the´orie dans le cadre d’un plasma d’hydroge`ne
totalement ionise´ et dilue´. Il s’applique donc pour un environnement peu ionise´ et
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non corre´le´ (Γii → 0), par exemple les plasmas de faible densite´ et forte tempe´rature.














1.496β−5/2 + 7.639β−4 + 21.60β−11/2. (2.6)
Le maximum de cette distribution correspond a` β = 1.61 soit un champ le plus
probable E = 4.18 Z1/3 N2/3e tandis que la valeur du champ a` mi-hauteur de la
distribution est E = 7.66 Z1/3 N2/3e (β = 2.95).
Il convient de noter que cette approche ne convient plus lorsque les corre´lations
ne sont plus ne´gligeables, la probabilite´ des grands champs est alors sure´value´e.
2.2.3 Distribution Plus Proche Voisin
La me´thode PPV (Plus Proche Voisin) ou NN (Nearest Neighbour), est une
simplification de celle de Holtsmark en ne prenant en compte pour le calcul du mi-
crochamp que l’ion le plus proche. Elle est calcule´e a` l’aide d’un potentiel coulombien












= 0.71 soit E = 1.85Z1/3N2/3e
et sa valeur a` mi hauteur : E = 3.78 Z1/3 N2/3e (β = 1.456) soit approximativement
deux fois celle du champ le plus probable.
Cette distribution, comme celle de Holtsmark, est re´serve´e a` des plasmas peu
corre´le´s. Elle gomme la participation des ions plus e´loigne´s au microchamp et le
sous-e´value donc lorsque la densite´ est faible.
2.2.4 Distribution de Mayer
Le mode`le de Mayer reprend celui de Holtsmark en incluant un facteur de Boltz-
mann qui prend en compte les interactions Ion-Ion :



















et sa valeur a`










C’est une approximation bien adapte´e aux plasmas denses et froids, tre`s forte-
ment corre´le´s, ou` l’e´crantage e´lectronique est devenu ne´gligeable, situations obtenues
en ge´ne´ral pour des mate´riaux de Z e´leve´.
2.2.5 Me´thode de Monte Carlo
Les distributions employe´es dans la suite de cet ouvrage sont issues de simula-
tions nume´riques effectue´es par D. Gilles [30]. La technique utilise´e consiste en un
ensemble d’expe´riences nume´riques sur des syste`mes finis de particules, en cellules
pe´riodiques, a` l’inte´rieur desquelles sont traite´es de fac¸on aussi exacte que possible
l’ensemble des interactions particulaires ainsi que celles avec leurs images dans les
cellules limitrophes (me´thode de Monte Carlo).
Un lissage analytique a e´te´ effectue´ a` partir d’un grand nombre de calculs Monte
Carlo repre´sentant une grande diversite´ de situations possibles. L’expression de la
distribution du microchamp est extrapole´e a` partir d’un ensemble de points issus
de ce lissage et obtenus a` l’aide de fonctions analytiques simples et de coefficients
pre´tabule´s.
Il convient d’ajouter que ce lissage n’est en principe utilisable que pour des plas-
mas a` un seul constituant (constitue´s d’une seule espe`ce d’ion de charge e´gale a` Z).
Ceci convient aux distributions de charge assez pique´es autour de Z, mais ne´cessite
un ame´nagement lorsqu’il s’agit de plasmas de type FCI ou` une impurete´ lourde
(Ne´on, Argon ionise´s en couche K ou encore Krypton) est inte´gre´e dans un micro-
ballon rempli d’hydroge`ne totalement ionise´. D. Gilles mentionne que ses lissages
sont toujours fonctionnels, mais avec un Z plus e´leve´, rendu artificiellement plus
proche de celui de l’e´le´ment le plus lourd. A titre d’exemple, la distribution de mi-
crochamp d’un plasma compose´ d’1% d’Argon hydroge´no¨ıde dans 99% d’hydroge`ne
totalement ionise´ est correctement rendue par le lissage en employant Z = 5, dans
des conditions de tempe´rature et de densite´ caracte´ristiques de la FCI. Pour une
concentration plus rare´fie´e (0.2%), le choix Z = 3 est recommande´.
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2.3 Cas pratiques avec la me´thode de Monte Carlo
Nous pre´sentons ici quelques situations correspondant a` celles e´tudie´es ulte´rieu-
rement dans cet ouvrage.
Nous avons choisi d’effectuer nos calculs principalement sur l’Aluminium dans le
cadre de l’interaction laser matie`re. Les transitions de couche K y sont commune´ment
observe´es, c’est pourquoi nous avons choisi un Z = 12 supposant ainsi l’ion quasi
hydroge´no¨ıde. Nos calculs d’excitation collisionnelle portent aussi sur les he´liumo¨ıdes
mais il apparaˆıt que le choix de Z = 11 n’a qu’une influence limite´e (le champ cre´e´
par une particule situe´e a` la distance interionique moyenne est proportionnel a` Z
1/3
,
la variation est donc 121/3 − 111/3 ≈ 0.065 ). Les densite´s rencontre´es atteignent
quelques 1024e/cm3 (aluminium sous choc) et les tempe´ratures environ 500 eV,
nous avons donc choisi de pre´senter la distribution du microchamp jusqu’a` Ne =
1025e/cm3 et Te ≈ 600eV .
Les figures 2.1, 2.3, 2.4 font apparaˆıtre une assez bonne corre´lation entre le
pic de microchamp et la densite´, le logarithme de la valeur la plus probable du
microchamp e´tant proportionnel au logarithme de cette dernie`re pour des densite´s
allant jusqu’a` environ 1022e/cm3, a` 500 eV. Au dela`, il y a un affaissement progressif
du microchamp en raison des corre´lations croissantes.
Il est plus difficile d’e´tablir un comportement ge´ne´ral pour la tempe´rature (figure
2.2). Dans le cas de densite´s e´leve´es, le comportement est line´aire en tempe´rature
jusque vers 300 eV a` 1025e/cm3, s’affaissant le´ge`rement ensuite. A plus basse densite´,
la distribution de microchamp devient quasiment inde´pendante de la tempe´rature
et voisine de la valeur classique 0.42E0i pour la valeur de champ la plus probable.
Dans toutes les figures pre´sente´es ici, la tempe´rature e´lectronique a e´te´ suppose´e
e´gale a` la tempe´rature ionique. Hors e´quilibre thermodynamique, cette condition
n’est plus ve´rifie´e. Une e´tude rapide montre une re´duction du microchamp si la
tempe´rature ionique de´croˆıt (environ un facteur 2 entre Ti = 100eV et Ti = 500eV
pour Te = 500eV et Ne = 10
25e/cm3), mais cet effet s’estompe a` plus basse densite´.
2.4 Comparaisons
Nous avons trace´ sur les figures 2.3 et 2.4 les valeurs des parame`tres de couplage
Γii et d’e´crantage e´lectronique Uie pour des situations qui encadrent approximati-
vement celles qui seront traite´es dans le reste de ce me´moire : un plasma chaud
et dense d’Aluminium, de tempe´rature comprise entre 100 et 500 eV et pour uns
large gamme de densite´s au dela` de Ne = 10
19cm−3. Les valeurs de ces parame`tres
varient notablement autour de l’unite´. Nous trac¸ons e´galement les valeurs du champ
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le plus probable pour les diffe´rentes distributions pre´sente´es. Cette comparaison ne
dit rien sur la forme des courbes, en particulier aux champs e´leve´s, mais donne
une assez bonne indication des champs les plus repre´sentatifs qui seront subis par
l’atome excite´. Il faut noter que les courbes obtenues pour Holtsmark et PPV sont
inde´pendantes de la tempe´rature.
Lorsque le plasma est peu corre´le´ (Γ faible), les approximations de Holtsmark et
Plus Proche Voisin encadrent les re´sultats plus pre´cis obtenus avec la me´thode de
Monte Carlo, et ces derniers sont d’autant plus proches de ceux de Holtsmark que
la tempe´rature est e´leve´e et que l’on se rapproche donc du domaine de validite´ de
cette the´orie, mais en dec¸a` de 500eV, le champ le plus probable de Holtsmark est
supe´rieur d’au moins 50% par rapport a` celui de Monte Carlo. La valeur obtenue
par PPV reste syste´matiquement sous-e´value´e par rapport a` celle de Holtsmark d’un
facteur de l’ordre de 2. Le champ le plus probable obtenu par Monte Carlo devient
infe´rieur a` cette valeur lorsque le parame`tre de couplage Γii de´passe 1, ce qui peut
constituer une limite approximative a` la validite´ des the´ories de Holtsmark.
Les re´sultats issus des distributions de Mayer sont toujours largement sure´value´s
par rapport a` ceux de D. Gilles (Monte Carlo) dans le domaine de tempe´rature et
de densite´ conside´re´. Le couplage peut y devenir tre`s intense a` haute densite´, mais
l’e´crantage y est alors e´leve´, ce qui est contraire aux conditions d’application de cette
the´orie. Les re´sultats deviennent comparables lorsque l’e´crantage est faible, mais ces
conditions ne sont re´unies que pour des Z e´leve´s, dans le cas des plasmas chauds
et denses. Typiquement, ces conditions sont rencontre´es dans des interactions laser-
matie`re avec des me´taux lourds, par exemple, l’or de la cavite´ (Hohlraum) en FCI
par voie indirecte. L’ensemble des calculs pre´sente´s ulte´rieurement ne pre´senteront
jamais ces caracte´ristiques.
Cette e´tude succincte montre qu’une description approche´e du microchamp avec
des expressions limites ne couvre qu’une partie e´troite du domaine que nous envisa-
geons de traiter et qu’une distribution pre´cise du microchamp est ne´cessaire.
2.5 Conclusion
En re´sume´, il apparaˆıt pertinent de choisir une description raffine´e de la distri-
bution de microchamp, en particulier lorsque la densite´ croˆıt et plus encore dans les
situations Hors ETL. A plus faible densite´, lorsque le parame`tre de couplage est tre`s
infe´rieur a` 1, la description classique reprend ses droits et il est alors possible d’em-
ployer l’expression analytique de Holtsmark. Le choix d’une distribution obtenue
par lissage analytique de simulations Monte Carlo, de´pendant seulement de deux
parame`tres, inte´grant les 4 variables Te, Ti, Ne, Z permet d’envisager d’extrapoler
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les re´sultats de sections efficaces obtenus pour un e´le´ment a` l’ensemble des autres,
pourvu que l’on choisisse des lois d’e´chelle adapte´es pour ces parame`tres.
Les quelques graphiques pre´sente´s montrent que des champs e´lectriques attei-
gnant une dizaine d’unite´s atomiques peuvent exister dans un plasma d’Aluminium
tre`s dense et tre`s chaud. Il conviendra donc d’effectuer des calculs de sections effi-
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Fig. 2.1 – Distributions du Microchamp e´lectrique cre´e´ par un plasma d’Aluminium de Z = 12
a` la tempe´rature Te = Ti = 500eV pour diffe´rentes valeurs de la densite´ (de gauche a` droite) :
1019, 1020, 1021, 1022, 1023, 1024 et 1025e/cm3 (les distributions ne sont pas normalise´es). Il faut



























































Fig. 2.2 – Distribution du Microchamp e´lectrique cre´e´ par un plasma d’Aluminium de Z = 12
pour une densite´ Ne = 10
25e/cm3 et a` diffe´rentes valeurs de la tempe´rature (de gauche a` droite) :
100, 250 puis 625 eV.
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Fig. 2.3 – Champ le plus probable obtenu pour diffe´rentes distributions pour un plasma d’Alu-
minium Z = 12, a` la tempe´rature Te = Ti = 1000 eV : distribution de Mayer en trait fin, de
Holtsmark en pointille´s, distribution Plus Proche Voisin en trait e´pais et distribution de Monte
Carlo en carre´s. Les variables Γii parame`tre de couplage ionique (en losanges) et Uie parame`tre
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Fig. 2.4 – Meˆme le´gende que pre´ce´demment mais pour Te = Ti = 100 eV .
Chapitre 3
Influence du champ e´lectrique
sur la structure atomique
3.1 Introduction
Nous avons pre´sente´ au chapitre pre´ce´dent l’e´mergence de champs e´lectriques
quasi-statiques, croissants a` mesure que le plasma se densifie et/ou voit sa tempe´ratu-
re augmenter ; ces champs e´tant quasi-statiques a` l’e´chelle des processus collisionnels
et radiatifs. La description de ces corpuscules perturbe´s conduit a` modifier leur ha-
miltonien. Un traitement exact du microchamp et des fonctions d’onde ne´cessiterait
d’en chercher leurs formes en trois dimensions, ce qui n’est gue`re envisageable, en
particulier pour la structure atomique, si l’on espe`re pouvoir effectuer ensuite des
moyennes sur toutes les situations de microchamp et calculer les taux collisionnels
qui sont l’objet de cette e´tude. A titre d’exemple, Ruder et al [70] ont calcule´ l’in-
fluence de l’effet Zeeman a` fort champ sur divers atomes en employant une base de
300000 fonctions d’onde pour de´crire pre´cise´ment l’asphe´ricite´ des fonctions d’onde
re´sultantes. Il est donc ne´cessaire d’admettre certaines approximations si l’on de´sire
rendre le proble`me soluble.
Nous supposons le champ uniforme (les gradients possibles, a` l’e´chelle de la
structure atomique, sont ne´glige´s), comme cela a e´te´ mentionne´ dans les pages
pre´ce´dentes. Ce choix paraˆıt pertinent en comparant la distance interionique moyenne
(rws), caracte´ristique des domaines de variation du champ, au rayon moyen de
l’atome (< rat >=
3n2 − l(l + 1)
2Z
dans le cas d’un hydroge´no¨ıde, n et l e´tant les
nombres quantiques principal et orbital). Ce rapport s’exprime comme un multiple
de Z4/3/N
1/3
e et, dans le cas d’un plasma de densite´ 1024e/cm3, pour un ion hy-
droge´no¨ıde excite´ en couche n=2, il vaut environ 6 pour l’Aluminium et 11 pour
l’Argon. L’uniformite´ du champ apparaˆıt donc raisonnable et est suppose´e avec
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profit par la majorite´ des auteurs car elle permet de reproduire avec une pre´cision
correcte les situations expe´rimentales. Ne´anmoins, cette approche est plus discutable
dans le cas des densite´s tre`s e´leve´es et des travaux re´cents ajoutent un gradient a` la
valeur du champ [22]. Ce raffinement ne sera pas pris en compte ici.
Le champ modifie fortement les fonctions d’onde et transforme leur syme´trie
sphe´rique en une syme´trie de re´volution. Il est possible d’effectuer un changement de
re´fe´rentiel en passant en coordonne´es paraboliques [10] pour re´soudre le Hamiltonien.
Cette approche n’est rigoureusement exacte que dans le cas des ions hydroge´no¨ıdes et
nous avons pre´fe´re´ l’e´viter pour traiter de fac¸on similaire tous nos ions, en particulier
des syste`mes multie´lectroniques.
Nous rappelons succinctement la the´orie ne´cessaire au calcul avant de de´tailler
les e´nergies et fonctions d’onde de l’Aluminium hydroge´no¨ıde et he´liumo¨ıde pour les
e´tats issus des couches n=2 et n=3, ce qui permettra d’interpre´ter les modifications
des forces de collision pre´sente´es au chapitre 5 tout en pre´sentant simultane´ment les
notations spectroscopiques utilise´es ulte´rieurement pour caracte´riser les niveaux hy-
droge´no¨ıdes sous microchamp. Puis nous discutons les lois d’e´chelle en Z, de fac¸on a`
pouvoir extrapoler plus aise´ment nos re´sultats nume´riques d’excitation collisionnelle
a` l’ensemble des e´le´ments atomiques. Enfin, nous de´finissons le domaine de travail
en densite´ par le biais de la limite d’Inglis-Teller, pre´sente´e au premier chapitre et
recalcule´e avec le mode`le de Monte-Carlo pre´ce´dent.
3.2 The´orie de l’effet Stark
Nous avons repris les notations utilise´es par R. D. Cowan [19] ainsi que, par
conse´quent, la structure atomique qu’il de´crit. Il s’agit d’un couplage LSJ ou` l’ordre
de couplage ge´ne´alogique est respecte´ (la sous couche la plus profonde - 1s - est la
me`re de la suivante -2s -, elle meˆme me`re de celle qui lui succe`de...) :
{. . . (lw11 α1L1S1, lw22 α2L2S2)L2S2, lw33 α3L3S3)L3S3, . . .}LqSqJqMq (3.1)
ou` wi correspond au nombre d’e´lectrons de moments orbitaux li dans la sous couche
i de moment orbital total Li et de moment de spin total Si. Les α repre´sentent les
e´ventuels nombres quantiques supple´mentaires (nombre de se´niorite´...).
3.2.1 Ele´ments de matrice ge´ne´raux
L’influence du champ e´lectrique ~E , paralle`le a` Oz, est prise en compte par un
terme d’interaction au niveau de l’Hamiltonien atomique. A l’approximation dipo-
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laire, ce terme s’e´crit :
Helec = −~E .
∑
i
eri = −~E .P (1) (3.2)
ou` P (1) est le moment e´lectrique dipolaire de l’atome. L’e´le´ment de matrice non
diagonal qui s’y rattache s’e´crit, en Rydbergs, d’apre`s le the´ore`me de Wigner-Eckart :
< γJM |Helec|γ′J ′M ′ > = −2E < γJM |P (1)0 |γ′J ′M ′ >
= −2E(−1)J−M
(
J 1 J ′
−M 0 M ′
)
< γJ ||P (1)||γ′J ′ > .
(3.3)
L’e´le´ment de matrice re´duit (inde´pendant de M)< || || > se simplifie car l’ope´rateur
de moment dipolaire e´lectrique commute avec le spin :
< γJ ||P (1)||γ′J ′ >= δS,S′(−1)L+S+J ′+1[J, J ′]1/2
{
L S J
J ′ 1 L′
}
< γLS||P (1)||γ′L′S′ > .
(3.4)
Ce dernier e´le´ment de matrice est de´taille´ en appendice pour le cas ge´ne´ral. Il contient
l’e´le´ment de matrice de transition
P
(1)












Le moment angulaire total ~J n’est plus un bon nombre quantique et seule sa
projection Jz commute avec le hamiltonien. Dans le cas d’un couplage LSJ pur, le
spin commute aussi avec le hamiltonien. De plus, les e´tats γJM et γ ′J ′M ′ doivent
eˆtre de parite´ oppose´e et donc appartenir a` deux configurations diffe´rentes.
3.2.2 Cas hydroge´no¨ıde
Dans le cas d’ions a` un seul e´lectron, ces e´le´ments de matrice adoptent des formes
simples :








ou` l> = max(l, l
′), et sans couplage spin-orbite l.s :











L’effet Stark se´pare les e´tats de nombre quantique principal n et initialement
de´ge´ne´re´s de [19] :
∆E = 3nkE/Z (3.8)
ou` k (a` ne pas confondre avec M) prend toutes les valeurs entie`res de −(n − 1)
a` n − 1. A mesure que E grandit, il est ne´cessaire d’introduire plus de niveaux
dans la diagonalisation du hamiltonien et, du fait de l’interdiction de croisement
des niveaux de meˆme M, le de´calage devenu line´aire retourne dans un e´tat tre`s non
line´aire quadratique, puis oscillant par segments.
3.3 Re´sultats et notation
Pratiquement, nous avons effectue´ la re´solution du hamiltonien pour chaque |M |
individuellement, a` l’aide d’un programme nume´rique de diagonalisation pour des
matrices comprenant tous les e´tats de la couche n=2 (hydroge´no¨ıdes ou he´liumo¨ıdes
1s2l) et pour des matrices comprenant tous les e´tats des couches n=3 et 4. Un tel
choix re´sulte de la tre`s grande se´paration des niveaux 2 et 3 et de la petitesse de
leurs couplages par le champ.
Nous pre´sentons dans les figures 3.1 a` 3.4 des exemples de calculs d’e´nergies et
de fonctions d’onde obtenus pour de l’Aluminium Hydroge´no¨ıde et He´liumo¨ıde. Les
e´nergies initiales sont pre´sente´es en appendice et les e´tats initiaux sont suppose´s
en couplage LSJ pur : un e´tat propre |βLSJM > de l’Hamiltonien non perturbe´
ve´rifie :H0|βLSJM >= EβLSJ |βLSJM > et un e´tat propre |αSM(E) > du syste`me
ionique en pre´sence de champ : (H0 +Helec) |αSM(E) >= EαSM (E) |αSM(E) >.
Le vecteur propre de l’Hamiltonien perturbe´ est obtenu par la diagonalisation




CαSMβLSJ(E) |βLSJM > . (3.9)
Nous appellerons dans les pages suivantes les CαSMβLSJ(E) les coefficients de me´lange
de l’e´tat propre |αSM(E) >.
Pour re´duire les temps de calcul des sections efficaces d’excitation collisionnelle
pre´sente´es aux chapitres suivants, nous avons traite´ simultane´ment les e´tats de meˆme
|M |. Il faut mentionner que les coefficients de me´lange de deux e´tats similaires mais
de M de signes oppose´s sont les meˆmes en valeur absolue mais peuvent voir leur
signe changer. Pour les de´terminer, on compare les signes de < γJM |Helec|γ′J ′M >
et de < γJ −M |Helec|γ′J ′ −M >.















ou` α est la constante de structure fine. La leve´e de de´ge´ne´rescence est effectue´e sur j,
mais les e´tats de meˆme j et de l diffe´rents restent de´ge´ne´re´s. En pre´sence
de champ e´lectrique, l’e´tat d’e´nergie la plus e´leve´e (la plus proche de 0)
sera nomme´ |nj+ > et celui d’e´nergie la plus basse |nj− >.
|nj+(E = 0) >= |nlj > +|n (l + 1) j >√
2
, |nj − (E = 0) >= |nlj > −|n (l + 1) j >√
2
.
Le comportement quadratique puis line´aire est bien respecte´ aux champs faibles
pour les hydroge´no¨ıdes (figure 3.1) mais aussi pour les he´liumo¨ıdes (figure 3.2).
Ne´anmoins, cette line´arite´ n’est pas respecte´e inde´finiment et une e´tude de´taille´e fait
apparaˆıtre des re´pulsions de niveaux qui correspondent a` des e´changes de fonctions
d’onde (figures 3.1, 3.3 et 3.4). Nous repre´sentons sur ces figures l’anticroisement
de n=4 J+3/2- M=3/2 et de n=3 J=5/2 M=3/2 en 3.7 u.a. qui correspond a` un
e´change des deux fonctions d’onde, comme nous l’expliquons dans le cartouche des
figures 3.3 et 3.4 meˆme si les deux fonctions d’onde ne serecouvrent pas exactement.
Ceci est du a` la progressivite´ de l’anticroisement qui s’e´tire approximativement entre
3.3 et 4.1 u.a.. Des anticroisements plus brefs (en terme de champ e´lectrique) existent
notamment n=4 J=1/2- M=1/2 et n=32D5/2 M=1/2 en 2 u.a. ou` les deux fonctions
d’onde s’e´changent tre`s pre´cise´ment. Nous avons choisi de ne pas les pre´senter en
raison du tre`s grand nombre de fonctions de base pre´sentes dans les fonctions d’onde
(5 pour n=3 + 7 pour n=4 si M=1/2) et pre´judiciable a` la lisibilite´ des figures.
Notons que les fonctions d’onde entre deux e´vitements restent tre`s stables, ce qui
permettra de restreindre le nombre d’e´valuations des sections efficaces en fonction
du champ entre ces points.
3.4 Ge´ne´ralisation
Nous avons vu (formule 3.8) que des lois simples existent pour caracte´riser les
e´nergies des e´tats en pre´sence de champ. Il est manifeste que ces lois s’exercent tant
que les e´tats ne se croisent pas.
En raison du 3j pre´sent dans les e´le´ments de matrice d’interaction avec le champ,
les de´placements des e´tats sont d’autant plus intenses que |M | est faible. Les e´tats
de |M | maximal a` l’inte´rieur d’une couche ne sont pas affecte´s par le champ.
On peut noter que les inte´grales radiales pre´sentes dans les e´le´ments d’interaction
sont proportionnelles a` 1/Z et, donc, que le me´lange des e´tats de´croˆıt en importance
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en 1/Z le long d’une se´quence isoe´lectronique. Cowan mentionne que la se´paration
des niveaux croˆıt au minimum en Z, on en de´duit que le me´lange des niveaux se fera
pour des intensite´s de champ e´lectrique de plus en plus e´leve´es, de l’ordre de Z2EH .
Les hydroge´no¨ıdes pre´sentent une tre`s bonne re´gularite´ en Z tant en e´nergie
que pour leurs fonctions d’onde. Le croisement des couches e´tant fonction de la loi
en 1/Z (formule 3.8) et du de´calage des couches en Z2, les e´vitements de niveaux






n2(n+ 1)2(nkn − (n+ 1)kn+1) (3.11)
Les e´nergies des he´liumo¨ıdes correspondent approximativement a` celles des hy-
droge´no¨ıdes avec ZHe = Z − 1, ceci est d’autant plus vrai que le nombre quantique
principal n est e´leve´. Les transitions se font donc pour des champs ((Z− 1)/Z)3 fois
plus faibles, soit 0.79 dans le cas de l’Aluminium (les anticroisements adviennent
vers 2 u.a. et 3.7 u.a. dans la figure 3.1 pour Al XIII et vers 1.6 u.a. et 2.9 u.a. dans
la figure 3.2 pour Al XII).
Dans les faits, les croisements pre´dits sont d’autant plus de´cale´s par rapport a`
la re´alite´ que le champ est e´leve´ (les transitions mentionne´es dans le paragraphe
pre´ce´dent vaudraient 1.98 u.a. et 3.24 u.a. pour Al XIII et 1.56 u.a. et 2.55 u.a. pour
Al XII) ce qui signifie que les interactions de n=3 avec la couche supe´rieure n=4
ne sont plus ne´gligeables et que la diagonalisation du hamiltonien doit se faire en
incluant les e´tats des deux couches.
Nous avons mentionne´ au premier chapitre un effet spectral duˆ au microchamp
qui restreint la possibilite´ d’observation des raies issues des niveaux les plus excite´s
en les fondant dans un continuum : la limite d’Inglis-Teller.
3.5 Limite d’Inglis-Teller
Elle correspond a` la limite de disparition d’une raie spectrale dans le continuum
dans un spectre de raies, ce qui se produit lorsque la largeur de raies de deux couches
voisines devient tellement importante qu’elles se recouvrent et qu’il n’est plus pos-
sible de les distinguer l’une de l’autre.
Sans que ce soit pre´cise´ clairement par Inglis et Teller [42], il apparaˆıt que la
largeur choisie est la largeur a` mi-hauteur de la raie e´largie par un microchamp Plus
Proche Voisin, ce qui correspond au de´calage obtenu par le champ a` mi-hauteur
de la distribution. A l’aide des valeurs du microchamp a` mi-hauteur obtenues pour
les diffe´rentes distributions au chapitre pre´ce´dent, nous recalculons cette limite. Il
est ne´cessaire de pre´ciser que cette limite n’e´tant pas de´finie de manie`re stricte, les
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valeurs nume´riques propose´es par les diffe´rents auteurs diffe`rent un peu [33].
L’e´clatement d’un niveau n en raison du champ e´lectrique a e´te´ e´nonce´ en 3.8 et
vaut pour les sous-niveaux les plus perturbe´s : ∆EZn = ±3n(n− 1)E/Z. Le rappro-
chement entre deux couches n et n+ 1 s’e´crit donc :
|∆EZn |max + |∆EZn+1|max = 6n2E/Z (3.12)






















Pour une valeur de E a` mi hauteur, on retrouve avec le mode`le PPV la limite
d’Inglis-Teller (formules 1.30, 1.31) et, pour la distribution de Holtsmark, la limite
de disparition se fait a` des densite´s un peu plus e´leve´es :






De meˆme que pour l’ionisation par champ, il apparaˆıt sur la figure 3.5 que les
densite´s de disparition obtenues a` l’aide d’un microchamp MC sont plus e´leve´es que
celles de´finies pre´ce´demment lorsque le couplage grandit et de´passe 1 et tendent vers
le meˆme re´sultat que la formule 3.15 obtenue a` l’aide du microchamp de Holtsmark
lorsque la tempe´rature est tre`s e´leve´e et la densite´ faible.
3.6 Conclusion
Cette partie nous a permis de pre´senter la the´orie employe´e pour re´aliser nos
calculs de structure atomique en pre´sence de champ e´lectrique, base des calculs
ulte´rieurs de section efficace d’excitation collisionnelle en pre´sence de microchamp.
Les notations utilise´es par la suite ont e´te´ pose´es et l’e´tude des croisements e´vite´s
de niveaux ainsi que le calcul de la limite d’Inglis-Teller permettent de de´terminer
les champs e´lectriques en dec¸a` desquels le me´lange des diffe´rentes couches n=3 et
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Fig. 3.1 – Energie des diffe´rents niveaux issus des couches n=3 (en trait fin) et n=4 (en trait
e´pais) de l’Aluminium Hydroge´no¨ıde, en fonction du champ e´lectrique. Des croisements e´vite´s entre
les diffe´rents niveaux apparaˆıssent clairement, en particulier entre les niveaux de n=3 d’e´nergie
la plus e´leve´e et ceux de n=4 d’e´nergie la plus faible vers 2 u.a. (pour M=1/2) et vers 3.7 u.a.
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Fig. 3.2 – Energie des diffe´rents niveaux issus de 1s3l (en pointille´) et 1s4l (en trait continu fin)
de l’Aluminium He´liumo¨ıde en fonction du champ e´lectrique. Les croisements e´vite´s e´quivalents a`
ceux de la figure pre´ce´dente ont lieu vers 1.6 u.a. et 2.9 u.a. L’aspect de´double´ des courbes est duˆ
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Fig. 3.3 – Coefficients de me´lange (au sens de la formule 3.9) de la fonction d’onde issue de n=4
J = 3/2−, M = 1/2 de l’Aluminium hydroge´no¨ıde, en fonction du champ e´lectrique. La le´gende
en est explicite´e sur la figure. L’anticroisement s’effectue autour de 3.7 u.a. En 3.1 u.a., la fonction
d’onde vaut approximativement 0.6 n=42D5/2 - 0.56 n=4
2P3/2 - 0.33 n=4
2F7/2 + 0.3 n=4
2D3/2 -
0.23 n=32P3/2 + 0.21 n=4
2F5/2 et en 4.3 u.a., apre`s l’e´change avec la fonction d’onde issue de n=3
J = 5/2, M = 3/2, -0.76 n=32P3/2 - 0.52 n=3
2D5/2 - 0.26 n=3
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Fig. 3.4 – Coefficients de me´lange de la fonction d’onde issue de n=3 J = 5/2, M = 1/2 de
l’Aluminium hydroge´no¨ıde, en fonction du champ e´lectrique. La le´gende, explicite´e sur la figure, est
la meˆme que dans la figure pre´ce´dente. L’anticroisement s’effectue autour de 3.7 u.a. En 3.1 u.a., la
fonction d’onde vaut approximativement 0.72 n=32P3/2 + 0.6 n=3
2D5/2 + 0.3 n=3
2D3/2 + 0.14
n=42F7/2 et en 4.3 u.a., apre`s l’e´change avec la fonction d’onde issue de n=4 J = 3/2−, M = 3/2,
0.57 n=42D5/2 - 0.55 n=4
2P3/2 + 0.33 n=3
2D5/2 + 0.29 n=4
2D3/2 - 0.25 n=4






















Fig. 3.5 – Limite d’Inglis-Teller des diffe´rents niveaux de Al XIII calcule´e avec le microchamp
Monte-Carlo en fonction de la densite´ e´lectronique et de la tempe´rature (T = Te = Ti), le degre´
d’ionisation vaut Z¯ = 12. n=3 est en trait continu fin, n=4 en pointille´ fin, n=5 en trait continu
e´pais et n=6 en pointille´ e´pais. Les limites calcule´es a` l’aide des formules de Holtsmark et PPV sont
inde´pendantes de la tempe´rature. Nous calculons la limite a` partir de la formule exacte de 3.13 et
3.15 pour le microchamp de Holtsmark (♦) et pour le champ Plus Proche Voisin (+) ainsi que la
limite classique d’Inglis-Teller (⊗) (formule 1.31 obtenue a` partir de la forme approche´e de 3.13 et
du microchamp PPV). Le nume´ro de la couche est indique´ a` proximite´ de chaque sigle.
Chapitre 4
Etude the´orique du calcul des
sections efficaces et des forces
de collision
4.1 Introduction
Les excitations collisionnelles sont un des processus majeurs de peuplement des
niveaux en physique des plasmas et font l’objet de nombreuses e´tudes pour obtenir
des bases exhaustives de sections efficaces concernant les ions qui inte´ressent en
particulier la communaute´ des astrophysiciens ou encore celle des physiciens de la
fusion magne´tique et inertielle. Les excitations collisionnelles ne se limitent pas a`
peupler les niveaux excite´s des ions, elles jouent aussi un roˆle important dans les
phe´nome`nes d’ionisation collisionnelle par le biais d’excitations successives [40]. La
de´termination de leur section efficace est donc une taˆche incontournable mais ardue
aussi bien expe´rimentalement que the´oriquement.
Pour les plasmas chauds, les expe´riences ne donnent acce`s qu’a` des re´sultats
globaux qu’il faut ensuite re´analyser pour extraire les taux d’excitations collisionnelle
des populations des diffe´rents niveaux, elles-meˆmes de´duites des proprie´te´s radiatives
du milieu e´tudie´. Les mesures directes existantes de sections efficaces ne couvrent
principalement que les atomes et mole´cules neutres ainsi que quelques ions faiblement
ionise´s [82]. L’obtention de re´sultats concernant des ions moyennement ou fortement
ionise´s passe donc obligatoirement par une e´tude the´orique.
Une excitation collisionnelle est un processus complexe, meˆme en l’absence de
champ e´lectrique. Elle met en jeu un ion, compose´ d’un noyau et d’au moins un
e´lectron lie´, et un e´lectron libre. C’est donc un proble`me a` au moins trois corps,
non soluble exactement, que ce soit de manie`re classique ou de manie`re quantique.
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Comme nous l’avons mentionne´, de nombreuses e´quipes travaillent a` de´terminer, de
la fac¸on la plus pre´cise possible, ces sections efficaces et de nombreuses the´ories et
me´thodes de calcul ont e´te´ e´labore´es. Henry [39, 40], Sobelman [77], Fano [27] ou
encore Carthy et Weigold [15] en font des pre´sentations de´taille´es. Nous limiterons
notre e´tude aux deux approches envisageables en pre´sence de champ e´lectrique :
l’approximation de Born et la me´thode Distorted Waves.
Apre`s les avoir pre´sente´es, nous de´taillerons les diffe´rentes me´thodes que nous
avons essaye´es pour prendre en compte le microchamp et les comparerons pour jus-
tifier notre choix d’une approche Distorted-Waves avec un mode`le d’ion en couplage
LSJ pur. Nous pre´senterons simultane´ment la me´thode que nous avons de´veloppe´e
pour re´duire les temps de calcul des sections efficaces a` convergence lente. Enfin, nous
expliquerons le fonctionnement du code nume´rique re´alise´. Il calcule de manie`re au-
tonome les forces de collision de l’ensemble des transitions possibles entre chaque
e´tat (|γM >) ainsi que les taux collisionnels correspondants. Notre programme est
valide´ par comparaison avec des travaux similaires, hors champ e´lectrique, pour du
Fer He´liumo¨ıde.
4.2 Principes ge´ne´raux sur la diffusion
Parmi toutes les re´actions possibles qui surviennent lors de collisions entre par-
ticules, on nomme diffusions celles pour lesqueslles l’e´tat final est constitue´ des
meˆmes particules que l’e´tat initial.
Lorsqu’il existe un flux incident Fi de particules (nombre de particules par unite´ de
surface et de temps) qui interagit avec un centre diffuseur, le nombre de particules
diffuse´es dans l’angle solide dΩ autour de la direction (θ, ϕ) s’e´crit :
dn = Fiσ(θ, ϕ)dΩ (4.1)
ou` σ(θ, ϕ) est la section efficace diffe´rentielle de diffusion dans la direction




Cette partie e´tudie les diffusions ine´lastiques et plus spe´cifiquement les excitations
collisionnelles e´lectron-ion. L’ionisation collisionnelle et la recombinaison die´lectro-
nique mettent en oeuvre des techniques similaires et peuvent en eˆtre extrapole´es.
Il existe, pour leur calcul, une grande varie´te´ de me´thodes a` la pre´cision croissante
mais dont les difficulte´s the´oriques et surtout nume´riques augmentent notablement.
Elles sont pre´sente´es successivement.
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4.3 Les excitations collisionnelles par la the´orie des per-
turbations
4.3.1 Rappel sur les me´thodes perturbatives
La re´solution exacte des proble`mes de me´canique quantique n’est en ge´ne´ral
possible que dans des cas tre`s simples et les tentatives de solutions nume´riques de
l’e´quation de Schro¨dinger en trois dimensions se heurtent aussi tre`s rapidement aux
limites des calculateurs, en particulier lorsqu’il y a plus d’un e´lectron.
Lorsque l’environnement est tre`s le´ge`rement modifie´ par rapport a` une situation
microscopique soluble exactement, la the´orie des perturbations propose de calculer
initialement ces solutions exactes puis de calculer approximativement les corrections
qui leur sont impose´es par la perturbation [48, 8, 18]. L’une des applications ma-
jeures de cette the´orie est le calcul des probabilite´s de transitions collisionnelles ou
radiatives dans le spectre continu sous l’influence d’une perturbation constante.





= (H0 + V (t))Ψ (4.3)
ou` H0 est le Hamiltonien non perturbe´, V le potentiel perturbateur et Ψ la fonction













Les conditions de normalisation sur les coefficients aν sont e´quivalentes aux pre´ce´-
dentes : ∑
k
|ak|2 = 1 →
∫
|aν |2dν = 1 (4.6)
ne´anmoins, la normalisation des fonctions propres a` l’unite´ n’est plus possible, elle




′ − ν) et
∫
δ(ν ′ − ν)dν ′ = 1. (4.7)
Si le syste`me est initialement dans l’e´tat n (ak(t = 0) = δkn), les coefficients










ei(En−Ek)t/2dt ou` Vkn(t) =
∫
ψk
∗V (t)ψndr = Vknei(En−Ek)t/2 est l’e´le´ment
de matrice de perturbation.
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La probabilite´ de transition par unite´ de temps de l’e´tat initial vers les e´tats




= pi|Vnk|2δ(E(0)k − E(0)n )dνk (4.8)
si le spectre des e´tats de´ge´ne´re´s est continu sur ν et avec la normalisation 4.7.
4.3.2 La formule de Born
Lorsque les interactions responsables de la diffusion sont assimilables a` des per-
turbations, il est possible d’obtenir des formules simples de sections efficaces a` l’aide
de la the´orie pre´ce´dente sans effectuer de de´veloppement complique´ (i.e. en ondes
partielles) des fonctions d’onde (cf. [19, 77]).
Cette me´thode est adapte´e au cas ou` les e´lectrons libres sont rapides par
rapport aux e´lectrons atomiques (en particulier les e´lectrons mis en jeu
dans la transition). Dans cette limite “hautes e´nergies”, il est possible de ne´gliger
les effets d’e´change entre l’e´lectron libre et les lie´s (du fait de la grande diffe´rence
d’e´nergie entre les e´lectrons libres et lie´s, leurs inte´grales de recouvrement sont tre`s
faibles).
La probabilite´ d’une transition par excitation collisionnelle entre les e´tats atomiques
ψa0M0 et ψaM associe´s aux e´lectrons libres ϕk0 et ϕk respectivement s’e´crit au pre-



















δ(Ei − Ef )dkf .
(4.9)
Ei = Eai + k
2
i et Ef = Eaf + k
2
f ou` kf est l’impulsion de l’e´lectron libre et la
fonction d’onde libre finale, de´veloppe´e en ondes planes, proportionnelle a` eikf r est
normalise´e par la condition 4.7, ce qui implique que ϕkf (r) = (2pi)
−3/2eikf r.
D’apre`s la formule 4.1, la section efficace diffe´rentielle d’excitation collisionnelle
correspond a` cette probabilite´ de transition pour un flux incident d’e´lectrons libres







L’inte´gration sur kf s’effectue en e´crivant :




ce qui permet de remplacer ces termes par
kf
2
dΩ ou` la valeur de kf est fixe´e par
kf = (k
2
i + Eai − Eaf )1/2 et la somme sur les e´tats atomiques finaux et la moyenne
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ou` gi est le poids statistique de l’etat ai.
Il est possible d’en donner une formulation plus compacte en effectuant l’inte´gration



















ou` q = ki − kf , l’interaction avec le noyau atomique, monoe´lectronique, s’annulant
pour des e´tats atomiques distincts.














Ytm(qˆ) est l’harmonique sphe´rique renormalise´e et le the´ore`me















ou` l’e´le´ment de matrice central peut eˆtre se´pare´ en parties angulaire et radiale a`
l’instar des e´le´ments de matrice e´lectriques multipolaires, seule la partie radiale
< li||rtC(t)||lf > e´tant modifie´e en :



































ou` Rt(q) est l’inte´grale radiale pre´ce´dente.
4.3.3 La formule de Bethe
Les valeurs admissibles de t sont contraintes par le 3j de 4.15 : t = |li−lf |, li−lf +
2, ..., li + lf et correspondent successivement a` des interactions e´lectron-atome multi-
polaires. Il est souvent suffisant de s’en tenir a` la multiplicite´ minimale tmin = |li−lf |
dans la mesure ou` les e´le´ments successifs de t dans 4.17 de´croissent rapidement. Il
n’est pas possible d’en donner une formulation analytique simple, mais un calcul
nume´rique montre, qu’en ge´ne´ral, la section efficace multipolaire σt+2 est 5 a` 10 fois
infe´rieure a` σt.







Dans le cas des transitions dipolaires (i.e. optiquement permises), ∆l = ±1,































i ||afJf > |2. (4.20)























a` forte e´nergie (Ei >> ∆E), X repre´sentant le rapport de l’e´nergie incidente a`
e´nergie de seuil.
4.3.4 Quelques remarques sur les sections efficaces de Born
Un certain nombre de caracte´ristiques ge´ne´rales sur les sections efficaces de Born
(et aussi de Bethe) peuvent eˆtre de´gage´es. Ainsi pour les transitions sans changement
de spin (∆S = 0) :
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a` forte e´nergie (Ei >> ∆E)
– pour les transitions optiquement permises : ∆l = ±1 , σB α lnEi
Ei
– pour les transitions interdites optiquement : ∆l 6= ±1 , σB α 1
Ei
a` faible e´nergie (Ei ≈ ∆E)
– σB α kf =
√
Ei −∆E




Ces formules donnent de bons re´sultats compare´es a` l’expe´rience pour les e´nergies
e´leve´es (& 10∆E) mais se montrent beaucoup plus approximatives en dec¸a`.
Du fait qu’elle ne prend pas en compte l’attraction coulombienne de l’ion, la me´thode
de Born donne une section efficace nulle a` l’e´nergie du seuil, ce qui reste valable pour
un atome neutre mais pas dans le cas d’ions multicharge´s.
Les limites de cette approximation apparaissent aussi dans son incapacite´ a` traiter
des transitions avec changement de spin (d’apre`s l’e´le´ment de matrice angulaire de
4.17), a` tenir compte de la modification des orbitales libres dans le potentiel de
l’ion...
4.3.5 Quelques raffinements possibles
Pour e´chapper aux limites intrinse`ques de l’approximation de Born, tout en
conservant l’approche simple de la the´orie des perturbations, il existe essentielle-
ment trois axes qui premettent d’ame´liorer les re´sultats et les rendre plus conformes
a` ceux de l’expe´rience.
– La distortion des ondes incidentes et sortantes par le champ de
l’atome. L’attraction coulombienne fait croˆıtre le flux d’e´lectrons libres a`
proximite´ du noyau, ce qui me`ne a` un accroissement notable de la section effi-
cace au seuil de re´action, de´sormais non nulle. L’approximation la plus simple
consiste a` perturber l’e´lectron libre par un champ coulombien cre´e´ par une
charge e´gale au degre´ d’ionisation de l’ion et donc a` remplacer les fonctions de
Bessel par des fonctions de Coulomb dans la formule de Born (approximation
Coulomb-Born). L’e´tape suivante, appele´e Distorted Waves (DW), remplace
ce champ par le potentiel cre´e´ par l’ion.
– La prise en compte des effets d’e´change entre l’e´lectron libre et l’ion.
L’antisyme´trisation de l’e´lectron libre avec les e´lectrons lie´s de l’ion, de´ja` an-
tisyme´trise´s, permet de traiter les transitions d’intercombinaison (∆S = 1).
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– La renormalisation des sections efficaces pour assurer la conservation
du nombre total de particules diffuse´es. L’approximation de Born suppose
que l’ensemble des transitions qui peuvent advenir au cours de la collision
sont ne´gligeables devant les diffusions e´lastiques qui ne modifient pas l’e´tat de
l’ion. Il existe ne´anmoins un certain nombre de ”voies” possibles de re´actions
qui peuvent devenir re´sonnantes pour une e´nergie donne´e et eˆtre extreˆmement
favorise´es au de´triment des diffusions e´lastiques, de´se´quilibrant ainsi largement
le bilan de conservation (par exemple, les transitions autorise´es a` l’inte´rieur
d’une meˆme couche).
Remarquons que ces effets s’estompent tous a` forte e´nergie, ou` l’approximation de
Born redevient pertinente.
Ces de´veloppements ne peuvent eˆtre effectue´s qu’en acceptant un de´veloppement
en ondes partielles des fonctions d’onde libres, la repre´sentation simple en q = kf − ki
n’e´tant plus utilisable. Nous de´veloppons dans le chapitre suivant la me´thode que
nous avons employe´e et qui prend en compte distortion des fonctions d’onde libres
et e´change lors de la collision.
4.4 L’approximation Distorted Waves (DW)
4.4.1 De´veloppement en ondes partielles distordues
Il est possible d’acce´der aux e´quations Distorted Waves par la the´orie des per-
turbations en remplac¸ant dans la probabilite´ de transition 4.9 les ondes planes, qui
ve´rifient une e´quation de Schro¨dinger sans potentiel perturbateur ((−∇−k2)ϕk(r) =
0), par des ondes distordues par le potentiel de l’ion e´metteur :
(−∇+ 2V (r)− k2)ϕk(r) = 0. (4.23)
Sachant que toute fonction de carre´ sommable peut eˆtre de´veloppe´e sur la base des



















ou` les fonctions F kl (r) ve´rifient[
d2
dr2
− l(l + 1)
r2
− 2UaM (r) + k2
]
F kl (r) = 0 (4.25)
et dont l’amplitude est prise e´gale a` 1 pour r grand. On montre qu’avec ces coeffi-
cients, la fonction d’onde finale atteint bien la condition de normalisation requise :
< ϕkf (r)|ϕk′f (r) >= δ(kf−k′f ). (Voir la formule 18.26 de la re´fe´rence [19](Cowan) :




l dr = pi
√





′) = δ(θk − θk′)δ(φk − φk′)/ sin θk.)
La section efficace diffe´rentielle d’excitation collisionnelle s’obtient a` partir de
la probabilite´ de transition 4.9 lorsque le flux d’e´lectrons incidents est unitaire. En
remarquant que les ondes planes incidente (eikir/
√





tout en admettant le meˆme de´veloppement 4.13 que
















ou` krjl(kr) a aussi une amplitude de 1 aux r grands, nous pouvons e´crire la fonction



















avec UaiMi(r) et k
2
i .
La moyenne sur l’angle d’incidence de l’e´lectron libre initial et la somme sur celui
de l’e´lectron sortant simplifient les harmoniques sphe´riques de´pendantes de kˆf et kˆi




















et me`nent a` la section efficace :






























ou` msi et m
s
f repre´sentent les spins des e´lectrons libres.
Nous allons donner une autre forme a` cette section efficace de manie`re a` fournir
au paragraphe suivant une formule tre`s simple de la force de collision. Les fonctions
F kili et F
kf
lf





et multiplions donc la formule pre´ce´dente par kfki, moyennons le spin de l’e´lectron
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∣∣∣〈ΨaiMi,kilimimSi |Vinteraction|Ψaf Mf ,kf lf mf msf〉∣∣∣2 (4.30)
ou`
〈
ΨaiMi,kilimimsi |Vinteraction|Ψaf Mf ,kf lf mf msf
〉
repre´sente l’e´le´ment de matrice d’in-
teraction de 4.29 entre les syste`mes initial Ψi et final Ψf compose´s de l’onde partielle
F kl
r Ylmδms et de l’ion ψaM antisyme´trise´s.
En toute rigueur, il est possible d’e´tablir les formules de section efficace DW
pre´ce´dentes a` l’aide des e´quations Close Coupling, plus ge´ne´rales et rigoureuses
[73, 74, 77, 28], et non plus par la voie perturbative pre´ce´dente. En re´sume´, la
me´thode Close Coupling e´tablit un syste`me inte´gro-diffe´rentiel complet soluble de
manie`re ite´rative pour le calcul des e´tats du syste`me ion-e´lectron. Le nombre des
e´tats possibles est variable mais peut comprendre ceux re´sultant de re´actions ”para-
sites” telles l’ionisation collisionnelle, l’effet Auger ou encore la cre´ation de complexes
temporaires... Des temps de calcul prohibitifs et une grande complexite´ de program-
mation sont les couˆts induits par la grande pre´cision de cette me´thode. L’approche
DW les re´duit drastiquement en supposant que le couplage entre tous les diffe´rents
e´tats possibles est tre`s faible, ce qui permet de re´duire le nombre de canaux de
re´action a` 2 [67, 54, 75]. La pre´cision reste tre`s acceptable, en particulier pour les
ions multicharge´s [82, 39, 36].
Notre approche correspond a` celle de´veloppe´e par Pindzola [63, 11]
et Peyrusse [61], sans effets relativistes ni e´tats atomiques multiconfigu-
rationnels (mais ces derniers apparaˆıssent lorsque nous superposons le
champ e´lectrique dans la partie suivante) ni normalisation des sections
efficaces, mais comprenant les effets d’e´change ainsi que deux potentiels
distincts (Vai et Vaf ) pour la distortion des e´lectrons incident et sortant.
Notre choix de cette me´thode a e´te´ de´termine´ par son usage fre´quent, sa mise en
oeuvre relativement simple et plus pre´cise´ment, par souci de cohe´rence avec le code
Collisionnel Radiatif de O. Peyrusse : TRANSPEC [59, 60] qui permettra d’obser-
ver les effets spectraux induits par la modification de ces sections efficaces due au
microchamp.
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4.4.2 Forces de collision Ω
Une quantite´ sans dimension nomme´e force de collision peut eˆtre utilise´e a` la







ou` gi correspond a` la de´ge´ne´rescence du niveau initial. Elle a l’avantage d’eˆtre
syme´trique par rapport aux processus direct et inverse (excitation et de´sexcitation) :
Ωif (ki, kf ) = Ωfi(kf , ki), (4.32)




exemple), enfin, a` forte e´nergie, en raison de ce qui a e´te´ note´ sur les sections efficaces
de Born au paragraphe 4.3.4, elle est quasi inde´pendante de ki et kf (pour les tran-












φiVijφj repre´sente les e´le´ments de matrice die´lectroniques antisyme´trise´s, aussi





|ψaf Mfφf (kf , lf ) > ou` les φ repre´sentent les ondes
partielles
F kl
r Ylmδms . Les termes d’interaction e´lectron-noyau sont monoe´lectroniques
et s’annulent donc car l’ion et l’e´lectron libre sont tous deux diffe´rents entre l’e´tat
initial et l’e´tat final.
4.4.3 Calcul des e´le´ments de matrice die´lectroniques
Le re´sultat pre´ce´dent ne pre´sente aucun couplage entre l’e´lectron libre et l’ion ou
bien de couplage spin orbite ou LS de l’ion. Dans la re´alite´, on cherche a` de´terminer
des forces de collision entre niveaux atomiques de moments cine´tiques totaux Ji, Jf









′m′) = δj,j′δm,m′ . (4.35)
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|ψafφf (lf jfmf ) > |2 (4.36)









|ΦJfφjfJM > |2, (4.37)
les e´le´ments de matrice e´tant pre´sente´s en de´tail dans l’appendice D. Les sommes sur
les moments cine´tiques totaux des e´lectrons libres ji et jf contiennent implicitement
les sommes sur les moments orbitaux li = ji ± 1/2 et lf = jf ± 1/2.
Dans le cas ou` l’on ne conside`re pas des transitions de´taille´es mais des transitions

















Pindzola [63] et Peyrusse [61] donnent une version plus pratique des forces de col-
lision a` partir de la formule 4.33 et en de´composant le syste`me e´lectronique en
de´terminants de Slater (chaque e´lectron est affecte´ de nombres quantiques bien
de´termine´s lmms). Leurs formules tre`s ge´ne´rales se retrouvent simplement pour
des transitions dans des alcalins (un seul e´lectron appartenant a` une couche non
comple`te). Nous nous y restreindrons, les formules que nous e´tablissons ulte´rieurement
pour des transitions en pre´sence de champ e´lectrique a` l’aide de cette formule n’e´tant


























αi,fβ < clα||C(k)||c′lf >< cli||C(k)||c′lβ >, (4.40)
P
(k)
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et






ou` [l] = 2l + 1.
Diverses me´thodes existent pour la de´termination nume´rique des fonctions d’onde
libres, plusieurs sont propose´es par C. Froese-Fischer [29] et de plus re´centes ont e´te´
de´veloppe´es, en particulier par Sapirstein et al [71], qui emploient des fonctions
splines, ou encore l’approche Phase-Amplitude de Bar-Shalom [6].
La voie choisie ici est une inte´gration par la me´thode de Numerov avec un pas
exponentiel puis arithme´tique pour s’accorder avec les codes ATHF (Hartree-Fock)
et ATKS (Kohn-Sham) de Perrot [57] (e´nergie moyenne´e sur une configuration) qui
ont fourni la base des fonctions atomiques nume´riques de ces travaux ; son de´tail est
fourni dans l’appendice C
4.4.4 Orthogonalisation des fonctions d’onde libres dans les inte´grales
d’e´change
Les fonctions d’onde monoe´lectroniques sont e´value´es dans un potentiel autocon-
sistant par le code Hartree-Fock de Perrot, elles sont donc orthogonales entre elles et
avec les fonctions d’onde libres calcule´es a` partir de ce potentiel. Ne´anmoins, dans
le cas des hydroge´no¨ıdes, si les fonctions d’onde lie´es sont purement hydroge´niques
et les fonctions d’onde libres sont calcule´es dans le potentiel total de l’ion (noyau
+ e´lectron lie´), ces fonctions d’onde ne sont plus orthogonales entre elles (l’une
calcule´e dans un potentiel en Z/r, l’autre, dans un potentiel en (Z − 1)/r pour r
grand). Ceci induit une forte erreur nume´rique dans le calcul des inte´grales radiales
d’e´change (mais qui se re´duit a` mesure que l’e´tat de charge - Z - croˆıt). L’orthogona-
lite´ est assure´e pour des orbitales de lat et li distincts par les parties angulaires ; dans
le cas contraire, il est possible d’y reme´dier par une orthogonalisation au premier
ordre dans les inte´grales d’e´change concerne´es :
φ˜li = φli− < φli |PLf > .PLf .δliLf , (4.44)
φ˜lf = φlf− < φlf |PLi > .PLi .δlf Li . (4.45)










Pi(r1)φ˜i(r2)φ˜f (r1)Pf (r2)dr1dr2. (4.46)
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4.5 Excitations collisionnelles en pre´sence de champ e´lectrique
En pre´sence de champ e´lectrique, les forces de collisions pre´ce´dentes doivent eˆtre
recalcule´es. Nous pre´sentons dans les paragraphes qui suivent le seul mode`le re´alise´
jusqu’ici ainsi que les deux que nous avons essaye´s, avant de les comparer.
Mentionnons que, dans tous les cas pre´sente´s, l’axe de re´fe´rence, pour ca-
racte´riser la direction de l’impulsion des e´lectrons libres comme pour la
projection des moments cine´tiques totaux, est l’axe du champ e´lectrique.
4.5.1 Etudes ante´rieures
Quelques travaux sur les me´canismes collisionnels en pre´sence de champ ont
de´ja e´te´ pre´sente´s dans la litte´rature. Ils concernent essentiellement le phe´nome`ne
de Recombinaison Die´lectronique, tre`s affecte´ par la pre´sence de champs e´lectriques,
meˆme modestes, car ce processus engage des niveaux peu lie´s et donc de nombre
quantique principal n e´leve´, extre`mement sensibles a` toute perturbation.
Des e´tudes the´oriques ont e´te´ pre´sente´es de`s 1976 [43] suivies en 1983 par des
comparaisons expe´rimentales [9]. Elles se continuent et semblent de plus en plus
cohe´rentes [5, 7, 66]. De manie`re plus re´cente ont commence´ des e´tudes portant sur
d’autres me´canismes collisionnels dont les excitations e´lectron-ion. A notre connais-
sance, l’e´tude de F. Perrot (1988)[58] dans le cas du Ne´on hydroge´no¨ıde, pionnie`re
dans ce domaine, suivie en 1996 par un travail plus ge´ne´ral de Krstic´ et Hahn [47]
sur l’ensemble des me´canismes radiatifs et collisionnels sont reste´es isole´es.
Le calcul de Perrot e´tait prospectif et cherchait essentiellement a` donner un
ordre de grandeur de l’influence du microchamp sur les sections efficaces d’excita-
tion collisionnelles. Le mode`le est une approximation de Born adapte´e a` l’ion
monoe´lectronique du Ne´on dont le Hamiltonien d’interaction prend en compte
effet Stark et e´crantage statique de Debye-Hu¨ckel en suivant le mode`le de
Hatton [38] ;
U(r1, r2) = −Z
r1
e−r1/λD − Ez1 + 1
r12
e−r12/λD (4.47)
L’amplitude de diffusion de Born se simplifie :













ou` K repre´sente la diffe´rence d’impulsion entre l’e´lectron incident et l’e´lectron libre
final : K = ki−kf sachant que l’e´nergie totale du syste`me est conserve´e : k2i /2+Ei =
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k2f/2 + Ef . Finalement, le de´veloppement des e´tats perturbe´s sur la base des e´tats










et la moyenne sur la direction du champ e´lectrique donnent l’expression compacte























et jL la fonction de Bessel sphe´rique d’ordre L et C(lm, λµ;Lµ−m) est un coefficient
de Clebsch-Gordan.
Il est important de noter que l’approche de Perrot emploie un mode`le d’ion
monoe´lectronique sans couplage spin-orbite, mais introduit un e´crantage plasma
au coeur de l’e´difice atomique. Cet e´crantage est spe´cifique d’une situation
donne´e en densite´ et tempe´rature et limite par conse´quent l’extrapolation des
re´sultats acquis a` des cas ”extreˆmes” (Te=500 eV, Ne=1.09 1024e/cm3 pour λD =
3.u.a.). Ne´anmoins, cette constante d’e´cran permet de lever la de´ge´ne´rescence des
niveaux (se´parant 2s et 2p de 0.1 Ryd) et de continuer de les nommer avec la
notation spectroscopique usuelle (2s et 2p) en pre´sence de champ. Sans e´crantage,
les niveaux seraient reste´s de´ge´ne´re´s et le traitement aurait duˆ se faire a` l’aide des
e´tats paraboliques.
Son e´tude se restreint aux excitations 1s → 2s, 1s → 2p et 2s → 2p mais fait
apparaˆıtre la grande sensibilite´ des sections efficaces au champ e´lectrique, parti-
culie`rement dans le cas des excitations entre niveaux proches ou` la variation peut
atteindre plusieurs ordres de grandeur.
4.5.2 Mode`le Distorted Waves sans couplage spin-orbite
Sans donner tout le de´tail des calculs, non ne´cessaire ici, nous avons de´veloppe´
une formulation compacte de la force de collision adapte´e aux hydroge´no¨ıdes, dans
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la ligne´e de celle e´tablie par Pindzola [63] ou Peyrusse [61] de´ja` pre´sente´e dans la
section pre´ce´dente.
Nous reprenons le developpement de Perrot 4.49 de l’e´tat ionique perturbe´ sur
la base des e´tats non perturbe´s :





(α ou β)nl (E) ψ(α ou β)nlm(r), (4.52)
sans modifier le de´veloppement en ondes partielles des fonctions d’onde libres pre´sente´
en 4.24, 4.25, 4.27. Nous supposons ici, comme dans le mode`le suivant, que les
e´lectrons libres sont peu perturbe´s par la pre´sence du champ e´lectrique. Cette hy-
pothe`se est acceptable lorsque leur e´nergie est e´leve´e et dans la mesure ou` le micro-
champ e´lectrique existe dans un volume restreint (caracte´rise´ par les distances inter-
ioniques). La trajectoire de l’e´lectron est alors peu modifie´e. A plus basse e´nergie,
en particulier a` proximite´ de l’e´nergie du seuil d’excitation, l’e´lectron libre sortant
est beaucoup plus sensible au microchamp et notre traˆıtement est suˆrement plus
discutable. La prise en compte du champ e´lectrique sur les e´lectrons libres peut eˆtre
re´alise´e en re´solvant leur Hamiltonien en coordonne´es paraboliques, comme Bracher
et al [14] ou C. Valli [79] l’ont effectue´ re´cemment, mais au prix d’une complexite´
beaucoup plus e´leve´e.

























∣∣∣∣ 1β〉] , (4.54)
0 et 1 repre´sentant respectivement les ondes partielles φi et φf de 4.33.










2 −Q(k)i0f1P (k)i01f + (P (k)i01f )2
)
(4.55)










































les e´le´ments restants correspondant a` ceux du de´veloppement de Pindzola en l’ab-
sence de perturbation e´lectrique 4.39, 4.40, 4.42 :
Q
(k)
α0β1 = Rα0β1 < clα||C(k)||c′lβ >< cl0||C(k)||c′l1 >
Q
(k)









4.5.3 Mode`le Distorted Waves en couplage LSJ
Nous reprenons, pour la structure atomique, l’ordre de couplage ge´ne´alogique de
R. D. Cowan [19] pre´sente´ au de´but du chapitre 3 sur l’effet Stark (3.1). Les e´tats





(dans le cas des hydroge´no¨ıdes, la notation LSJM n’a pas de sens et nous reprenons
la notation |nJ±M >).
En effectuant le meˆme de´veloppement qu’au paragraphe pre´ce´dent, nous trou-
vons l’expression de la force de collision lorsque les e´lectrons de l’ion γiMi et γfMf





























Ne´anmoins, cette pre´sentation compacte de la force de collision masque beaucoup
les difficulte´s de son usage pratique. Les e´le´ments de matrice die´lectroniques sont
difficilement programmables sous cette forme si l’on de´sire pouvoir e´tudier des ions
de structure tre`s ge´ne´rale (plusieurs e´lectrons re´partis sur plusieurs couches, non-
ne´cessairement comple`tes). Nous avons choisi d’employer les formules de´veloppe´es
par R. D. Cowan [19] pour les e´le´ments de matrice die´lectroniques. Nous couplons
les e´lectrons libres a` la structure ionique de fac¸on a` obtenir un couplage du type
|[(Lion, llibre)L, (Sion, slibre)S]JM >.
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∣∣∣∣∣ (γβLβSβJβ , lf jf )JβMβ
〉
×〈






















































ou` TLS,Jj est l’ope´rateur de modification du couplage :






Enfin, comme l’interaction coulombienne conserve LSJM et est inde´pendante de


















∣∣∣∣∣ γβ(Lβ , lf )L, (Sβ , s)S
〉
×〈
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La dernie`re somme peut en eˆtre extraite et simplifie´e a` l’aide de Yutsis [83] ( p.152,
A. 7.5 ) : ∑
M,M′,mi,mf
C(JαjiMimi,JM)C(Jα′jiMimi,J ′M′)×
C(JβjfMfmf ,JM)C(Jβ′jfMfmf ,J ′M′) =




J ′ J a
Jβ Jβ′ jf
}{










































∣∣∣∣∣ γβ(Lβ , lf )L, (Sβ , s)S
〉
〈













(−1)2J+ji+jf [J ,J ′]TLS,JαjiTLS,JβjfTL′S′,Jα′jiTL′S′,Jβ′jf{
J ′ J a
Jβ Jβ′ jf
}{





Les e´le´ments de matrice die´lectroniques sont de´taille´s dans l’appendice D Ils corres-
pondent a` ceux calcule´s par Cowan pour des structures atomiques multiconfigura-
tionnelles, adapte´s pour le cas particulier des excitations collisionnelles.
4.5.4 Convergence des forces de collision partielles aux grands mo-
ments angulaires
Les sommes apparaissant dans la force de collision totale (4.66) s’entendent pour
la totalite´ des e´lectrons libres possibles et ne´cessiteraient, en toute rigueur, d’eˆtre
mene´es sur tout l’ensemble des entiers pour li, lf , L, L′, J , J ′, ji et jf , en notant
ne´anmoins que ces nombres quantiques sont contraints les uns par les autres par
le biais des 3j et 6j. En pratique, seul un calcul analytique permet de mener la
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sommation a` son terme, ceci n’e´tant possible que pour l’approximation de Born
sans e´change. Dans les autres cas, une approche nume´rique s’impose et, meˆme si
les moyens informatiques, en e´volution constante, ont conside´rablement repousse´ les
limites calculatoires, une troncature pre´coce est ine´luctable dans les sommes.
A titre d’exemple, en limitant le nombre quantique orbital des e´lectrons libres a`
60 - ce qui contraint la valeur des autres nombres quantiques pre´cite´s -, le calcul de
la force de collision d’une excitation 1s2s → 1s2p de l’aluminium he´liumo¨ıde, pour
un champ e´lectrique 1 u.a. et une e´nergie du libre initial de l’ordre de 100 Ryd,
prend actuellement plusieurs dizaines de secondes pour chaque transition αJM →
α′J ′M ′ sur un calculateur rapide et n’atteint pas la convergence malgre` la troncature
tardive... (On notera que la formule comple`te de Ω en pre´sence de champ contient 15
sommes imbrique´es, sans compter le calcul de chaque e´le´ment de matrice, ensemble
qui finit par occuper une place me´moire de´mesure´e.)
Dans de nombreuses situations, les sommes partielles convergent a` grande vitesse
et le reste s’amenuise de plusieurs ordres de grandeur a` chaque nouvelle ite´ration.
Ceci est particulie`rement vrai pour les transitions interdites entre des niveaux tre`s
diffe´rents (deux couches distinctes bien e´loignee´s), ex : 1s → 2s, 1s → 3d... ou` une
dizaine d’ondes partielles sont largement suffisantes. La situation se complique dans
le cas des transitions permises, des transitions entre niveaux proches et encore a`
e´nergie incidente croissante. De nombreux calculs effectuent une troncature pure et
simple et mentionnent que ceci a pour effet de re´duire plus ou moins notablement la
valeur de la section efficace par rapport a` sa valeur exacte [3, 51]. Certains auteurs
ont ne´anmoins remarque´ la forme tre`s lisse´e des forces de collision partielles, quelle
que soit la transition, pourvu que l’indice de sommation soit convenablement choisi.
C’est en ge´ne´ral le moment angulaire total (L ou J suivant le couplage choisi).
Les forces de collision partielles se comportent comme une simple suite ge´ome´trique
de´croissante, dont il suffit de trouver le rapport pour en extrapoler la somme totale.
La formulation choisie ici pour les forces de collision ne permet pas de choisir les
moments angulaires totaux comme indices de sommation de manie`re aise´e ( dans la
mesure ou ils sont contraints par tous les moments angulaires pre´ce´dents et sont au
nombre de 2 : Li et Lf ou Ji et Jf ). La solution la plus pratique consistait a` choisir
le moment angulaire orbital maximal des e´lectrons libres pour conserver la forme













Ωlf ,li=lmax + Ωlf=li=lmax (4.68)
Il reste a` chercher le coefficient de de´croissance de Ωlmax :
Ωlmax+1 ≈ αΩlmax . (4.69)
Dans les faits, ceci est bien valable pour les sommes partielles sur L ou J mais
un peu moins pour les sommes partielles sur lmax. Ne´anmoins, les fluctuations du
rapport α ne l’empe`chent pas de conserver ”globalement” une allure assez stable.
On a donc choisi de moyenner ce coefficient sur plusieurs Ω partielles :
αlmax =
Ωlmax + Ωlmax−1 + Ωlmax−2 + Ωlmax−3
Ωlmax−1 + Ωlmax−2 + Ωlmax−3 + Ωlmax−4
(4.70)
(il faut remarquer que dans le cas d’une suite ge´ome´trique parfaite, la de´finition de
α est bien conserve´e). αlmax−1 et αlmax−2 sont de´finis de la meˆme fac¸on en de´calant
les indices, finalement :
α =
αlmax + αlmax−1 + αlmax−2
3
(4.71)
Il est alors manifeste que que la moyenne a e´te´ re´alise´e sur les forces de collision par-
tielles entre Ωlmax et Ωlmax−6 tout en essayant de conserver une certaine pertinence
aux coefficients interme´diaires, en taˆchant de les stabiliser par une moyenne sur 4
sommes partielles.



















Ωl + Ωltronc .
α
1− α. (4.73)
ou` ltronc est la valeur maximum de l a` la troncature et Ωltronc est une valeur lisse´e








Nous pre´sentons dans les figures suivantes divers cas ou` il faut faire appel a`
une extrapolation qui de´montrent que celle ci est pertinente, meˆme dans les cas
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requerrant une grande robustesse (transitions autorise´es, a` haute e´nergie incidente,
entre des e´tats tre`s proches en e´nergies).
La convergence des forces de collision partielles est directement lie´e a` la porte´e
des e´le´ments de matrice d’interaction. Hatton [38] de´taille les cas des transitions
permises (porte´e en 1/r2) et interdites (porte´e en e−r pour 1s → 2s) dans le cas des
transitions hydroge´no¨ıdes impliquant les couches n=1 et n=2. La convergence est
d’autant plus lente que la porte´e est longue. Cette remarque peut eˆtre re´employe´e
dans le cadre des transitions en pre´sence de champ e´lectrique. L’effet Stark me´lange
les diffe´rents e´tats et me`ne la plupart des e´le´ments de matrice d’interaction vers des
longues porte´es, l’interaction la plus forte entraˆınant la forme ge´ne´rale de l’e´le´ment
de matrice. La figure 4.2 correspond a` la situation oppose´e ou` une transition permise
1s2s 3S1M = 0 → 1s2p3P2M = 0 dans Al XII a` champ nul devient interdite pour
des champs compris entre 0.3 et 0.5 u.a. car 3P2 effectue un e´vitement de niveau
avec 1S0 qui se traduit par un e´change de fonctions d’onde (voir figure 3.2 dans
le chapitre sur l’effet Stark). Un nouvel e´vitement avec 3P1 et
3P0 vers 0.6 u.a.
rend a` nouveau la transition permise mais moins favorable. Ne´anmoins, dans de
nombreux cas, l’allongement de la porte´e des interactions, du fait du me´lange des
fonctions d’onde, n’est pas suffisant pour empe´cher la convergence rapide des forces
de collision, en particulier pour les transitions entre deux couches distinctes (figure
4.3, 1s M = 0.5 → 3d2D2.5M = 1.5 dans Al XIII). Dans ce cas, l’allongement se
traduit par une modification ge´ne´rale de l’amplitude des forces de collision partielles,
sans en changer le coefficient de de´croissance α.
Dans le cas des e´lectrons libres de forte e´nergie, les ondes partielles d’ordre
e´leve´ qui ne peuvent sonder que des re´gions de r ≥ l/k, se rapprochent du coeur
et participent de plus en plus a` la transition (figure 4.1). Ne´anmoins, les sommes
partielles Ωl d’ordre e´leve´ convergent vers une limite a` grande e´nergie.





























































































× × × × × × × × × × × × × ×
×
Fig. 4.1 – Forces de collision partielles Ωlmax (Formule 4.68) pour la transition 1s2s
3S1 M=0
→ 1s2p 3P2 M=0 de Al XII pour plusieurs e´nergies incidentes : 3.34 Ryd (losanges), 10.5 Ryd
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Fig. 4.2 – Forces de collision partielles Ωlmax(Formule 4.68), en e´chelle logarithmique, pour la
transition entre les e´tats 1s2s 3S1 M=0 et 1s2p
3P2 M=0 de Al XII, perturbe´s par le champ e´lectrique
pour une e´nergie incidente de l’ordre de 96 Ryd et 5 valeurs du champ e´lectrique : champ nul









































































































































































Fig. 4.3 – Forces de collision partielles (Formule 4.68), en e´chelle logarithmique, pour la transition
1s 3S1.5 M=0.5 → 3d
2D2.5 M=1.5 de Al XIII pour une e´nergie incidente de l’ordre de 608 Ryd
et 8 valeurs du champ e´lectrique : champ nul (losanges), 0.001 u.a. (+), 0.0025 u.a. (carre´s),










































Fig. 4.4 – Forces de collision partielles (Formule 4.68) pour la transition 1s3s 3S1 M=0 → 1s3p
3P2 M=0 de Al XII a` une e´nergie incidente de 95 Ryd et a` champ e´lectrique nul (losanges). En
pointille´ est repre´sente´e la fonction (du type a ∗ bl) employe´e pour ajuster les forces de collisions
partielles a` grand moment angulaire a` l’aide des formules de convergence.









































Fig. 4.5 – Forces de collision partielles (Formule 4.68) pour la transition 1s3s 3S1 M=0 → 1s4d
3D3 M=3 de Al XII a` une e´nergie incidente de 102 Ryd et a` champ e´lectrique nul. Meˆme le´gende
qu’a` la figure pre´ce´dente.
4.5.5 Comparaison de ces mode`les avec du Ne´on hydroge´no¨ıde
Etant donne´ le tre`s petit nombre d’e´tudes connues sur notre sujet, nous avons
essaye´ les deux approches pre´sente´es pre´ce´demment en les comparant entre elles et
avec les re´sultats de Perrot (figures 4.6 et 4.7), seuls pre´sents dans ce domaine. Notre
choix s’est donc porte´ sur le Ne´on hydroge´no¨ıde, de´ja` choisi par cet auteur, et sur
les transitions impliquant les couches n=1 et n=2.
La question de l’e´crantage des interactions, qu’elles soient internes a` l’atome ou
entre l’e´lectron libre et l’atome, reste discute´e, comme nous l’avons pre´cise´ dans le
premier chapitre de ce me´moire. Les e´nergies de liaison des e´lectrons lie´s e´tudie´s
ici (n=1 ou 2) sont en ge´ne´ral e´gales ou largement supe´rieures a` la tempe´rature du
plasma, c’est aussi fre´quemment les cas de celles des e´lectrons libres implique´s dans
des transitions de couche K. Les autres e´lectrons libres du plasma sont alors trop
lents pour cre´er un nuage e´lectronique autour de ces particules rapides. Dans notre
approche purement perturbative, notre choix s’est donc porte´ vers un potentiel ato-
mique non e´crante´, a` l’inverse de celui de F. Perrot. Les fonctions d’onde atomiques,
comme dans le reste de cet ouvrage, proviennent d’un programme Hartree-Fock non-
relativiste de Perrot. Les e´nergies des e´tats relativistes sont celles issues de l’e´quation
3.10 ou la moyenne de 2P3/2 et
2P1/2 s’il n’y a pas de couplage spin-orbite.
Sans interaction l.s, les re´sultats du mode`le DW (paragraphe 4.5.2)
pre´sentent le meˆme comportement que ceux de Perrot. A mesure qu’augmente le
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Perrot, avec sans potentiel e´crante´, sans potentiel e´crante´,
potentiel atomique sans couplage avec couplage
e´crante´ spin-orbite spin-orbite
2s -18.99 -25.0416 2S1/2 -25.0416
2p -18.89 -25.0194 2P1/2 -25.0416
2P1.5 -25.0083
Tab. 4.1 – Energies des e´tats n=2 de Ne X (Ryd)
champ, la force de collision Ω1s2s croˆıt, Ω1s2p m=0 de´croˆıt et elles tendent a` se
confondre au dela` d’un champ E = 0.3u.a. (figure 4.8). On montre aise´ment que
cela correspond a` une rotation dans l’espace des e´tats n=2 - m=0, les fonctions
d’onde sous fort champ e´tant compose´es a` parite´ des fonctions d’onde sans champ :
lim
E→∞
|± >= |2s > ± |2p m = 0 >√
2
(4.75)










E2p − E2s est le rapport des e´nergies de la perturbation induite par le champ






|+ > correspond a` l’e´tat d’e´nergie la plus e´leve´e (celui issu de |2pm = 0 >) et |− >
a` celui d’e´nergie la plus basse (issu de |2s >).













)2 Ω1s2p0 , (4.77)
et les deux coefficients convergent bien vers 1/2 pour un champ infini.
On note aussi une diminution tre`s conse´quente de la force de collision pour
les transitions a` l’inte´rieur de la couche n=2, d’autant plus marque´e que les e´tats
posse`dent la meˆme valeur de m, projection du moment orbital l sur l’axe Oz (figure
4.9, bien noter l’e´chelle logarithmique). Cette de´croissance tre`s importante marque
le passage d’une transition permise (2s vers 2p, ∆l = 1) vers une transition partiel-
lement autorise´e dans le cas 2s vers 2p m=1 (ou` il ne reste que 50% de 2s dans l’e´tat
issu de 2s a` fort champ : diminution de 50% de la force de collision) ou vers une
transition interdite pour 2s → 2p m=0 (force de collision re´duite de 15 a` 40 fois).
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Il faut ne´anmoins mentionner un fort de´calage entre nos calculs et ceux de Perrot,
qui pre´sentent une modification des forces de collision a` beaucoup plus fort champ
(d’un rapport 3 environ). La formule 4.77 montre, pour le cas particulier 1s →
2l, que la modification de Ω en fonction de E est inversement proportionnelle a`
l’intervalle d’e´nergie se´parant les niveaux (les deux coefficients valent respectivement
1/4 et 3/4 pour X =
√
3). Ceux de Perrot, e´crante´s, sont se´pare´s de 0.1 Ryd ; sans
e´crantage, l’e´cart se re´duit a` 0.0222 Ryd, soit un rapport de 4, ce qui correspond
approximativement au de´calage (3) de´ja` mentionne´ avec les re´sultats e´crante´s de
Perrot.
Sachant que la distribution de microchamp est centre´e autour d’une valeur pro-
portionnelle a` N
2/3
e (a` relativement faible densite´, on peut utiliser l’approximation
de Holtsmark du champ le plus probable), nous pouvons en conclure que nos taux
collisionnels seront modifie´s pour des densite´s e´lectroniques 5 a` 8 fois plus faibles
que celles de Perrot. Il apparaˆıt donc manifeste que le choix des e´nergies des niveaux
de de´part influencera notablement les re´sultats ulte´rieurs. Une e´tude pre´cise passe
donc par une mode´lisation tre`s fine de la structure atomique.
Dans le cadre du mode`le Distorted Waves avec interaction l.s (paragraphe
4.5.3), les e´tats en l’absence de champ de moment angulaire total J=1/2 sont fort
diffe´rents de ceux sans interaction l.s (tableau 4.2). Par conse´quent, les forces de
collisions en l’absence de champ sont distinctes de celles des e´tats sans couplage
l.s, meˆme si ceci ne refle`te qu’un changement de notation et non une modification
physique.











2P3/2 0 0 1
Tab. 4.2 – Coefficients des sous-niveaux n=2, MJ = 1/2, de Ne X pour un champ
e´lectrique infinite´simal (coefficients de me´lange des fonctions d’onde).
J = 1/2− J = 1/2+ 2P3/2
2S1/2 ∼ 0.7 ∼ 0 ∼ 0.7
2P1/2 ∼ −0.4 ∼ 0.8 ∼ 0.4
2P3/2 ∼ −0.6 ∼ −0.6 ∼ 0.6
Tab. 4.3 – Rotation des sous-niveaux n=2, MJ = 1/2, de Ne X pour un champ
e´lectrique ≥ 0.3 u.a. : coefficients de me´lange des fonctions d’onde.
Dans ces conditions (M = ±1/2), la transition 1s - n=2, J = 1/2− varie au
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plus de 12% jusqu’a` 0.04 u.a. puis revient vers sa valeur non perturbe´e a` champ
e´lectrique e´leve´ car l’e´tat J = 1/2− n’effectue qu’une rotation dans les e´tats issus de
2p (tableau 4.3). La transition 1s - J = 1/2+, e´quivalente a` la pre´ce´dente a` champ
nul, subit une forte croissance vers la valeur de la transition autorise´e 1s - 2p. A
l’inverse, la transition 1s - J = 3/2, e´quivalente a` 1s - 2p a` champ nul, de´croˆıt vers
la meˆme valeur que 1s - J = 1/2 non perturbe´, cette modification s’ope´rant pour
des champs 1.5 fois plus e´leve´s que pour les e´tats non couple´s (la diffe´rence d’e´nergie
valant dans le cas couple´ 0.0333 Ryd au lieu de 0.0222 Ryd sans couplage).
Le comportement des forces de collision intra-couche s’explique de fac¸on simi-
laire : les transitions J = 1/2− - J = 3/2 |M | = 1/2, J = 1/2+ - J = 3/2 |M | = 3/2
de´croissent tre`s fortement vers des transitions interdites, tandis que J = 1/2− -
J = 3/2 |M | = 3/2 et J = 1/2+ - J = 3/2 |M | = 1/2 varient peu et temporaire-
ment de la meˆme fac¸on que 1s - J = 1/2−. Inversement, la transition J = 1/2− -
J = 1/2+ initialement interdite et peu favorable croˆıt largement vers la valeur des
transitions non perturbe´es J = 1/2 - J = 3/2. Nous n’avons pas pre´sente´ de transi-
tions entre J = 3/2 |M | = 3/2 et J = 3/2 |M | = 1/2 dont les forces de collision sont
proble´matiques a` calculer en l’absence de champ, mais il semble logique d’attendre
des valeurs semblables a` celles de J = 1/2− - J = 1/2+ a` fort champ en raison de
la similitude des fonctions d’onde pour des champs supe´rieurs a` 0.3 u.a.
En conclusion, nos re´sultats pre´sentent les meˆmes tendances ge´ne´rales que ceux
de Perrot, mais avec des variations beaucoup plus pre´coces en fonction du champ.
Une e´tude en couplage l.s offre, outre une plus grande richesse spectroscopique,
quelques modifications importantes dans les transitions intra-couche. En effet, sans
couplage, la raie 1s - n=2 pre´sentera assez peu de modifications dans les ailes du fait
des transitions intra-couches tre`s atte´nue´es. En revanche, en pre´sence de couplage
spin orbite, les e´tats d’e´nergies les plus extreˆmes (J = 1/2− et J = 3/2 |M | = 1/2)
conservent ou atteignent des taux de transition e´leve´s avec les e´tats peu modifie´s en
e´nergie (J = 1/2+ et J = 3/2|M | = 3/2) qui correspondent au centre de la raie.
Comme ces e´tats peu modifie´s sont surrepre´sente´s en raison des transitions a` partir
du fondamental qui leur sont plus favorables, on peut attendre un affaiblissement du
centre de raie en faveur des ailes du fait de la redistribution ope´re´e par les transitions
plus nombreuses vers les e´tats largement modifie´s en e´nergie. Pour ces deux raisons,
nous avons choisi d’effectuer nos calculs avec un couplage spin-orbite.
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Fig. 4.6 – Forces de collision pour les diffe´rentes transitions entre les couches n=1 et n=2 (m=0),
sans couplage l.s, en fonction de l’e´nergie, reprises de Perrot [58]. Les diffe´rentes courbes corres-
pondent a` diffe´rentes valeurs du champ e´lectrique : 0, 0.0625, 0.125, 0.25, 0.5 et 1 u.a. L’amplitude
ge´ne´rale des courbes 1s → 2p (en trait plein) de´croˆıt a` mesure que le champ augmente et elles
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Forces de collision 2s-2p de F. Perrot
2s→ 2p m = 0
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Fig. 4.7 – Meˆme le´gende pour des transitions intra-couche n=2 (Perrot [58]). Les amplitudes
des courbes de 2s → 2p m = 0 (en trait plein) et 2s → 2p m = 1 (en pointille´) de´croissent quand le
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Fig. 4.8 – Forces de collision pour les diffe´rentes transitions entre les couches n=1 et n=2 (m=0),
sans couplage l.s, en fonction de l’e´nergie. Les diffe´rentes courbes correspondent a` diffe´rentes
valeurs du champ e´lectrique : 0, 0.02, 0.04, 0.08, 0.16, 0.32 et 0.64 u.a. L’amplitude ge´ne´rale des
courbes 1s → 2p (en trait plein) de´croˆıt a` mesure que le champ augmente et elles convergent vers
celles de 1s → 2s (en pointille´) dont l’amplitude s’accroˆıt avec le champ.
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Fig. 4.9 – Meˆme le´gende pour des transitions intra-couche n=2. Les amplitudes des courbes de
2s → 2p m = 0 (en trait plein) et 2s → 2p m = 1 (en pointille´) de´croˆıssent quand le champ
e´lectrique augmente.

















Fig. 4.10 – Forces de collision pour les transitions entre 1s 2S1/2, M = ±1/2 et les e´tats issus de 2s
et 2p J=1/2- et J=1/2+, M = ±1/2, avec interaction spin-orbite, en fonction de l’e´nergie. Les
diffe´rentes courbes correspondent a` diffe´rentes valeurs du champ e´lectrique : 0, 0.015625, 0.03125,
0.0625, 0.125 et 0.25 u.a. Les courbes 1s-J=1/2+ (en trait plein) et 1s-J=1/2- (en pointille´) se
superposent a` champ e´lectrique nul. L’amplitude ge´ne´rale des courbes 1s-J=1/2+ croˆıt lorsque le
champ augmente (jusqu’a` eˆtre comparable a` celle d’une transition 1s-2p) tandis que celle des courbes
1s-J=1/2- de´croˆıt tre`s le´ge`rement jusqu’a` 0.04 u.a. puis revient vers sa valeur initiale. La transition















Fig. 4.11 – Meˆme le´gende que pre´ce´demment mais pour la transition 1s - n=2 J=3/2 |M | = ±1/2.














J = 0.5− → J = 1.5 |M| = 0.5 de´croˆıt
J = 0.5− → J = 1.5 |M| = 1.5
2pJ = 0.5 → 2pJ = 1.5
Fig. 4.12 – Forces de collision pour les transitions intra-couches n=2 J=1/2- vers n=2 J=3/2
en fonction de l’e´nergie. Les diffe´rentes courbes correspondent aux diffe´rentes valeurs du champ
e´lectrique : 0, 0.015625, 0.03125, 0.0625, 0.125, 0.25 et 0.5 u.a. L’amplitude ge´ne´rale des courbes
J=1/2- → J=3/2 M=3/2 (trait continu e´pais) de´croˆıt avec le champ jusqu’a` 0.04 u.a. de 12% puis
retrouve sa valeur originale tandis que celle des transitions vers J=3/2 M=1/2 (pointille´ le´ger)
de´croˆıt avec le champ de 50% et se stabilise a` partir de 0.25 u.a. Les transitions 2s-2p (continu fin)
et 2p J=1/2- → 2p J=3/2 (pointille´ e´pais) avec un champ nul, sont fournies pour comparaison.
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J = 0.5+ → J = 1.5 |M| = 0.5
J = 0.5+ → J = 1.5 |M| = 1.5 de´croˆıt
2pJ = 0.5 → 2pJ = 1.5
Fig. 4.13 – De meˆme que pre´ce´demment pour les transitions J=1/2+ vers J=3/2. L’amplitude
ge´ne´rale des courbes de J=1/2+ → J=3/2 M=3/2 (trait continu e´pais) s’effondre lorsque le champ
augmente et converge vers celle de la transition interdite 2p → 2p (pointille´ e´pais) de`s 0.25 u.a.
L’amplitude des transitions vers J=3/2 M=1/2 (pointille´ fin) re´gresse de 30% jusqua` 0.04 u.a. avant









J = 0.5− → J = 0.5+ croˆıt
2pJ = 0.5 → 2pJ = 1.5
Fig. 4.14 – De meˆme que pre´ce´demment pour la transition J=1/2- vers J=1/2+ (trait pointille´),
dont l’amplitude ge´ne´rale, tre`s faible a` champ nul, croˆıt vers la moyenne de 2s - 2p (trait continu
fin) et 2p - 2p (trait continu e´pais) et se stabilise de`s 0.25 u.a.
4.6 Taux de transition
La force de collision calcule´e pre´ce´demment se pre´sente sous une forme ”com-
pacte” et offre deux avantages, la syme´trie et l’additivite´. Ne´anmoins, c’est une
quantite´ sans dimension difficilement utilisable dans sa forme brute pour des calculs
collisionnels radiatifs. Les variations de population d’un niveau donne´ prennent en

















chaque processus collisionnel ou radiatif.
4.6.1 Moyenne sur la distribution des vitesses
Le taux de transition par excitation collisionnelle est une moyenne sur la fonction
de distribution des e´lectrons libres :
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en unite´s atomiques : a30τ
−1, g e´tant le poids statistique de l’e´tat initial. Les taux
s’expriment, en ge´ne´ral, en cm3s−1 :






















eEseuil/T < σijv > . (4.83)
4.6.2 Moyenne sur la distribution du microchamp
Les taux de transitions doivent eˆtre une moyenne en e´nergie mais peuvent aussi
l’eˆtre en champ e´lectrique dans le cas des fortes densite´s. Dans la mesure ou` le
microchamp influe sur la force de collision mais aussi sur l’e´nergie du seuil, par
l’interme´diaire du de´placement des niveaux, il a paru pertinent de calculer un taux
de transition pour chaque valeur du microchamp, de fac¸on a` e´viter des situations
malaise´es comme les transitions a` l’inte´rieur d’une meˆme couche, ou` des niveaux
peuvent se croiser, transformant une excitation en de´sexcitation.
L’axe du champ e´lectrique est l’axe de re´fe´rence, comme cela a e´te´ mentionne´
en pre´ambule de la section sur les excitations collisionnelles en pre´sence de champ




< σijv > =
∫ ∫ ∫












Nous avons remarque´, lors des comparaisons de mode`les, combien le choix de la
structure pouvait avoir une influence importante, ainsi que la pre´cision des e´nergies
employe´es. Nous avons donc de´cide´ d’utiliser un sche´ma de couplage LSJ avec une
filiation directe entre chaque sous-couches (e´quation 3.1). Faute d’avoir re´alise´ nous-
meˆme notre propre programme de structure, et en l’absence des e´le´ments de matrice
Spin-Orbite, notre mode`le est un couplage LSJ pur, ce qui dans un certain nombre de
cas multie´lectroniques est pre´judiciable a` la pertinence des e´tats atomiques e´tudie´s.
Le calcul des fonctions d’onde est effectue´ par un programme Hartree-Fock re´alise´
par Franc¸ois Perrot [57]. Les e´nergies de l’atome d’Aluminium He´liumo¨ıde ont e´te´
calcule´es par Jean Bruneau avec un code de structure relativiste.
4.7.2 Fonctionnement du code
Nous avons taˆche´ de re´aliser un outil de travail fonctionnant de manie`re au-
tonome et ne ne´cessitant qu’un minimum de parame`tres d’entre´e. Le fichier d’ini-
tialisation comporte le nume´ro atomique du corps a` e´tudier, le nombre d’orbitales
conside´re´es ainsi que leur liste puis le nombre de niveaux LSJ et leur liste avec
e´nergie. Deux e´le´ments ont e´te´ ajoute´s, l’e´nergie d’ionisation de l’e´tat de re´fe´rence
(le fondamental) et le groupe auquel appartient chaque niveau et dans lequel sera
effectue´e la diagonalisation du Hamiltonien, il s’agit, en l’occurence, de pouvoir res-
treindre la taille des matrices a` diagonaliser. Nous avons de´ja pre´cise´ au chapitre
consacre´ a` l’effet Stark que nous isolions trois ensembles pour les hydroge´no¨ıdes
et les he´liumo¨ıdes en fonction de leur nombre quantique principal : le fondamental
(n=1), les e´tats participant a` la couche n=2 puis les e´tats issus des couches n=3 et
n=4 ensemble.
L’e´nergie d’ionisation du fondamental est la` pour permettre de de´finir une grille
de tempe´ratures pertinente pour le calcul des taux collisionnels (ces tempe´ratures
sont limite´es a` 1/4 de l’e´nergie d’ionisation, ce qui correspond approximativement
a` la limite de l’existence de tous les niveaux conside´re´s). Le choix des tempe´ratures
de´finit aussi une grille d’e´nergies pour les e´lectrons libres incidents. Nous avons choisi
de de´terminer la force de collision pour des e´nergies s’e´tageant entre 1.06 et 20 fois
l’e´nergie du seuil, pour des transitions entre niveaux bien se´pare´s, en surrepre´sentant
les e´nergies les plus faibles car elles sont statistiquement les plus importantes dans
la distribution et correspondent aussi a` la zone ou` la force de collision varie le plus.
Nous avons choisi de nous de´caler de 6% du seuil pour le premier point en raison
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de proble`mes de stabilite´ pouvant advenir dans le calcul de fonctions d’onde de tre`s
faible e´nergie (pour le libre sortant, les fonctions oscillantes ont une pe´riode tre`s
grande devant les dimensions caracte´ristiques de l’atome, ce qui pose un proble`me
de maillage radial). Dans le cas des transitions ou` l’e´nergie du seuil est tre`s faible,
un tel maillage risquait d’e´chantilloner une trop faible portion de la distribution des
e´lectrons thermiques et nous avons choisi de re´fe´rencer notre grille d’e´nergies par
rapport a` l’e´nergie d’ionisation du fondamental : nos valeurs s’e´chelonnent, au dela`
de l’e´nergie du seuil entre 1.5% et 2 fois l’e´nergie d’ionisation.
L’utilisateur n’a a` choisir que les configurations initiale et finale de la transition
qu’il de´sire e´tudier. Le programme liste initialement la totalite´ des sous-niveaux
LSJM en les classant par nombre quantique magne´tique total M et par e´nergie
de´croissante puis calcule pour chaque valeur de champ choisie les nouvelles structure
et e´nergie avant de chercher les forces de collision entre chaque sous-niveau de la
transition. Il en de´duit ensuite les forces de collision effectives entre chaque sous-
niveau (moyenne de Ω sur la tempe´rature), puis les taux de transition (en cm3s−1)
entre sous-niveaux, tout ceci pour chaque valeur du champ. Nous avons aussi re´alise´
un petit post-processeur qui permet de de´terminer la valeur de ce taux en fonction de
la densite´ en effectuant la moyenne sur les microchamps, pour chaque tempe´rature.
Ce code peut fonctionner sur des PC modernes pour des transitions ou` un seul ni-
veau (initial ou final) est fortement perturbe´ par le champ. Lorsque les deux niveaux
sont “e´clate´s”, le nombre d’e´le´ments de matrice angulaire devient tre`s important et
il est ne´cessaire de disposer d’une me´moire vive conse´quente (au moins 256 MegaOc-
tets pour des transitions 1s2s - 1s2p he´liumo¨ıdes). La me´thode de convergence des
forces de collision partielles a permis de gagner plusieurs ordres de grandeur en vi-
tesse de calcul et ceux-ci passent de´sormais en quelques (dizaines de) minutes sur des
stations SUN Ultra 5 (400MHz), les transitions entre deux couches perturbe´es e´tant
plus lentes mais re´solues en quelques dizaines de minutes sur les clusters Compaq a`
2 Gigaflops du CEA.
4.7.3 Lissage des forces de collision et des taux collisionnels
Pour e´viter le calcul d’un trop grand nombre de forces de collisions en fonction
de l’e´nergie initiale, ne´cessaires pour effectuer leur inte´gration dans les taux colli-
sionnels, il est pratique de re´aliser un lissage des forces de collisions a` l’aide d’une
expression analytique. Une formule fre´quemment utilise´e pour l’ensemble des forces
d’oscillateur et de collision a e´te´ propose´e par Goett et al [32] :








Nous l’avons le´ge`rement adapte´e pour obtenir une pre´cision supe´rieure sur les
transitions collisionnelles en pre´sence de champ e´lectrique :













Les coefficients a, b, c, d, e, f sont de´termine´s par la me´thode des moindres carre´s en
fonction des 10 valeurs de l’e´nergie pre´cise´es au paragraphe pre´ce´dent. L’incertitude
absolue vaut un millie`me de la force de collision la plus e´leve´e.
L’inte´reˆt d’une telle formulation est de permettre une inte´gration tre`s simple des










(e−z − z.En(z)) (n ≥ 1), (4.87)























Te e´tant la tempe´rature e´lectronique exprime´e en Rydbergs.
4.7.4 Comparaison avec quelques re´sultats existants
Nous avons pre´sente´ quelques re´sultats concernant le Ne´on mais sans interac-
tion spin-orbite ni comparaison avec des mode`les semblables hors champ. Nous al-
lons, ici, taˆcher de valider notre mode`le en champ nul dans le cas du Fer
he´liumo¨ıde, par comparaison avec des re´sultats de Mann [51] et Kato et al [44].
Les calculs de Mann sont relativistes en Distorted Waves, ceux de Kato et al corres-
pondent a` l’interpolation polynomiale de re´sultats obtenus par Pradhan [64, 65] a`
l’issue d’un calcul DW incluant les re´sonances d’autoionisation et de recombinaison
die´lectronique. Ces auteurs effectuent leurs travaux en couplage interme´diaire, ou`
seul J est un bon nombre quantique. Nos calculs sont en couplage LSJ pur et les
corrections relativistes ne sont pre´sentes que pour le calcul des e´nergies des niveaux
ioniques non perturbe´s.
Nous pre´sentons quelques transitions 1s2 → 1s2l ainsi qu’une transition 1s2s→
1s2p.
Nos re´sultats concordent avec ceux de Mann a` 10% pre`s pour les transitions de
1s2 vers 1s2p1P1, 1s2s
1S0 et 1s2s
3S1. La comparaison avec les interpolations de
Kato et al est aussi satisfaisante pour les deux premie`res transitions pre´ce´dentes
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ainsi que pour les transitions vers 3P2 et
3P0. Ne´anmoins, du fait de leur forme
polynomiale, ces interpolations sont oscillantes et nos re´sultats pre´sentent une plus
grande variabilite´ par rapport a` eux (jusqu’a` 20%). (voir figure 4.15)
Mann ne pre´sente pas de re´sultats de 1s2 vers 1s2p en couplage interme´diaire
mais seulement en couplage LS en tenant compte de l’interaction de configuration.
Nous avons donc effectue´ la somme des forces de collision correspondant a` cette
transition et nos re´sultats sont tre`s infe´rieurs a` ceux de Mann (non pre´sente´s ici).
Ceci est duˆ a` notre hypothe`se qui fait de L et S de bons nombres quantiques. De
meˆme, l’e´tude de la transition intra-couche 1s2s 3S1 → 1s2p 1P1 fait apparaˆıtre
une forte divergence entre les re´sultats de Mann et les noˆtres, au moins 5 fois plus
faibles. En admettant que L et S ne sont pas de bons nombres quantiques nous
avons donc recalcule´ les forces de collision pour l’e´tat en couplage interme´diaire
|1P1inter >= 0.962|1P1pur > +0.274|3P1pur > suivant les valeurs obtenues par le code
de O. Peyrusse. Nos re´sultats sont alors e´quivalents a` ceux de Mann a` basse e´nergie
a` 5% pre`s et s’e´cartent progressivement ensuite (30% d’e´cart a` 10 fois l’e´nergie du
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Fig. 4.15 – Forces de collision pour les diffe´rentes transitions 1s2 → 1s2s et 1s2p compare´es aux
re´sultats de Mann (carre´s) ainsi que Kato et al (petits cercles) : 1s2 → 1P1 en trait continu fin,
1s2 → 3P2 en trait continu e´pais, 1s
2 → 3S1 en trait continu plus e´pais, 1s
2 → 1S0 en pointille´
le´ger, 1s2 → 3P1 en pointille´ e´pais serre´ et 1s
2 → 3P0 en pointille´ e´pais e´largi. Pour toutes ces



















Fig. 4.16 – Force de collision pour la transition 1s2s3S1 → 1s2p1P1 en conside´rant L, S et J
comme de bons nombres quantiques (en pointille´), J seul bon nombre quantique (trait continu
e´pais), puis re´sultats de Mann (losanges). (Le champ e´lectrique est nul.)
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4.8 Conclusion
Nous avons, dans cette partie, pre´sente´ le mode`le the´orique choisi pour le cal-
cul des forces de collisions ainsi que les approximations effectue´es pour rendre les
re´sultats plus pre´cis et rapides. Notre programme nume´rique est un code Distorted-
Waves, incluant une orthogonalisation des fonctions d’onde ainsi qu’une extrapo-
lation des forces de collision pour ame´liorer la convergence aux grands moments
angulaires. Les re´sultats obtenus en l’absence de champ sont comparables a` ceux de
la litte´rature et sont proches de ceux obtenus par les me´thodes les plus e´labore´es.
Seule une diffe´rence subsiste pour des transitions inter-couches lorsque les e´le´ments
de matrice spin-orbite deviennent importants. Nous supposons que cette difficulte´
apparaˆıtra aussi lorsque d’autres e´le´ments de matrice ne´glige´s (interaction de confi-
gurations, spin-spin ...) seront grands. Ne´anmoins cette situation n’advient que pour
des corps relativement lourds (Z ≥ 20).
Nos calculs seront donc effectue´s en couplage LSJ pur, tout en e´tant aise´ment
modifiables pour inte´grer les e´le´ments de matrice oublie´s le jour venu.
En pre´sence de champ e´lectrique nous avons de´veloppe´ une formule ge´ne´rale,
inde´pendante de l’e´le´ment conside´re´ ainsi que de son degre´ d’ionisation. Nous consta-
tons une modification notable des sections efficaces pour le Ne´on hydroge´no¨ıde, en
cohe´rence avec les re´sultats pre´liminaires de Perrot, mais pour un mode`le plus raf-
fine´.
Nous pre´sentons donc, dans le chapitre suivant, une e´tude plus ge´ne´rale portant





Nous donnons dans ce chapitre quelques re´sultats repre´sentatifs des calculs que
nous avons mene´s ainsi qu’une e´tude plus globale des effets de la densite´ sur les
spectres d’e´mission a` l’aide d’un mode`le collisionnel-radiatif e´le´mentaire.
Nous pre´sentons de manie`re graphique, en les analysant :
– quelques e´chantillons de forces de collision, fonctions du champ et de l’e´nergie
de l’ion incident, pour des transitions entre sous-niveaux γLSJ |M | et γ ′L′S′J ′|M ′|,
– quelques taux collisionnels, en fonction du champ et de la tempe´rature, entre
sous-niveaux γLSJ |M | et γ ′L′S′J ′|M ′|,
– quelques taux collisionnels moyenne´s en champ e´lectrique, en fonction de la
densite´ a` diffe´rentes tempe´ratures ainsi que des coefficients de variation de
ces taux collisionnels en fonction de la densite´ par rapport a` leur valeur non-
perturbe´e par le champ,
– l’ensemble des taux collisionnels moyenne´s en champ en fonction de la densite´,
pour les transitions de couche K correspondant aux transitions radiatives,
– enfin, les profils spectraux des raies de l’Aluminium Lyα, Lyβ, Lyγ, Heα, Heβ
et Heγ pour plusieurs densite´s en comparant les spectres obtenus lorsque le
syste`me est a` l’ETL ou lorsque les taux collisionnels sont inde´pendants du
champ avec ceux issus de taux collisionnels variant avec le microchamp.
Nous avons focalise´ nos calculs sur le cas de l’Aluminium, e´le´ment fre´quemment
employe´ dans les expe´riences d’interaction laser-matie`re [4, 52, 50, 26]. Il pre´sente
l’avantage d’eˆtre suffisamment commun et d’eˆtre un e´le´ment le´ger. Comme cela est
pre´sente´ au premier chapitre, cette proprie´te´ fait qu’il s’ionise fortement a` partir
d’une centaine d’eV si le mate´riau reste assez dense, devenant ainsi hydroge´no¨ıde
ou he´liumo¨ıde, voire un peu lithiumo¨ıde. Ces ions pre´sentent un spectre simple
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en couche K au sens ou` les raies sont bien re´solues et caracte´ristiques de niveaux
bien identifiables. L’e´tude des effets de densite´ dans l’aluminium hydroge´no¨ıde ou
he´liumo¨ıde est donc facilement envisageable. Nous n’avons volontairement effectue´
aucun calcul sur des lithiumo¨ıdes, les transitions de couche K conduisant a` des e´tats
de type 1snln′l′ pour lesquels notre sche´ma de couplage est manifestement inadapte´
tant qu’il ne comporte pas d’e´le´ments de matrice d’interaction de configuration...
Nous pre´sentons en outre quelques lois d’e´chelle en Z qui permettent d’extrapoler
les re´sultats obtenus pour l’Aluminium hydroge´no¨ıde a` des e´le´ments plus varie´s.
5.2 Transitions de couche K : quelques lois simples
Les transitions a` partir de la couche n=1 pre´sentent la particularite´ d’avoir un
niveau initial tre`s faiblement affecte´ par le champ e´lectrique. Nous le conside´rons
donc non perturbe´. Dans ces conditions la formule ge´ne´rale 4.66 se simplifie notable-
ment en e´liminant les sommes sur α et α′. De plus, les e´tats sous champ e´lectrique
e´tant inde´pendants du signe de M, les forces de collision peuvent eˆtre calcule´es entre
les e´tats J |M | et J ′|M ′| directement. La sommation sur les M initiaux permet de










On montre ainsi que a s’annule, ce qui permet de simplifier nombre de coefficients.
Nous trouvons donc pour les transitions de couche K des hydroge´no¨ıdes et
he´liumo¨ıdes la formule tre`s concise :
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avec L = li.
S’il n’y a pas de me´lange entre e´tats de couches distinctes (n 6= n′), les contraintes
sur LS et J imposent que β = β ′ et par conse´quent :
5.3 Quelques exemples pour l’Aluminium hydroge´no¨ıde 103
Ωi|Mi| f |Mf | =
∑
β
|aβ|2 Ωi|Mi| β|Mf |. (5.2)
Les forces de collisions ne sont plus qu’une simple moyenne de forces de collisions
entre e´tats non me´lange´s. De plus, comme les coefficients aβ sont norme´s, la force de
collision totale entre deux niveaux n et n′ est conserve´e lorsque le champ e´lectrique
varie.
Des formules e´quivalentes peuvent eˆtre de´rive´es pour les taux collisionnels, mais
il est ne´cessaire de pre´ciser les approximations effectue´es. Les forces de collisions
pre´ce´dentes devraient en toute rigueur eˆtre calcule´es a` chaque champ e´lectrique, ce
dernier modifiant l’e´nergie de seuil de la transition (ES → ES + δE(E)). Une e´tude
des forces de collision en fonction de l’e´nergie du seuil montre qu’elles de´croissent
lorsque δE augmente, mais dans une proportion tre`s re´duite : au seuil, la variation
est e´gale a` la moitie´ de la variation en e´nergie pour les transitions interdites et est
similaire pour les transitions permises ; a` haute e´nergie, cette variation disparaˆıt.
Or les variations en e´nergie restent restreintes : quelques pourcents au plus pour les
valeurs admissibles du champ.
Dans ces conditions, nous pouvons traiter la variation des taux collisionnels de






Les variations de l’e´nergie de seuil des transitions restant toujours tre`s infe´rieures a` la
tempe´rature, les modifications des taux de transition occasionne´es par les variations
d’e´nergie de seuil sont de l’ordre du pourcent.
Il est donc licite d’admettre la formule simplifie´e des taux collisionnels :
< σi|Mi| f |Mf | v >=
∑
β
|aβ|2 < σi|Mi| β|Mf | v > . (5.4)
5.3 Quelques exemples pour l’Aluminium hydroge´no¨ıde
Les taux collisionnels de Al XIII pre´sentent les meˆmes caracte´ristiques que ceux
de Ne X. Nous les avons pre´sente´es au chapitre pre´ce´dent pour les transitions vers la
couche n=2 et nous les rappelons succinctement : (Figure 5.1) la force de collision 1s
- n=2 J=1/2- fle´chit le´ge`rement (12%) jusqu’a` 0.16 u.a. puis revient vers sa valeur
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initiale a` la suite d’une rotation dans l’espace 2P1/2,
2P3/2 (la re´partition 2s/2p
est conserve´e) ; la transition 1s vers n=2 J=1/2+ croˆıt fortement vers la transition
permise 1s → 2p tandis que la transition 1s vers n=2 J=3/2 |M | = 1/2 de´croˆıt
inversement de 1s → 2p vers 1s → (2s+2p)/√2. De meˆme, les forces de collision des
transitions intra-couche (pas de figure) n=2 J=1/2-→ n=2 J=3/2 |M | = 1/2 et n=2
J=1/2+ → n=2 J=3/2 |M | = 3/2 de´croissent tre`s fortement vers des transitions
interdites tandis que n=2 J=1/2- → n=2 J=1/2+, initialement interdite, croˆıt tre`s
fortement vers l’e´quivalent a` champ nul de n=2 J=1/2 → n=2 J=3/2. Enfin n=2
J=1/2- → n=2 J=3/2 |M | = 3/2 et n=2 J=1/2+ → n=2 J=3/2 |M | = 1/2 varient
peu et temporairement de fac¸on similaire a` 1s → n=2 J=1/2-.
Pour les transitions de 1s vers les e´tats |M | = 1/2 de la couche n=3 (Figures 5.4,
5.5 et 5.6), la force de collision de 1s → n=3 2D5/2|M | = 1/2 reste quasi constante
jusqu’a` 1.25 10−3u.a. puis croˆıt fortement (×10) et se stabilise entre 0.08 et 2 u.a.
(e´quivalent a` la transition 1s → (0.36 3s + 0.52 3p + 0.12 3d)) puis, du fait de
l’e´vitement avec les e´tats issus de la couche n=4, de´croˆıt jusqu’a` 2. u.a. La transition
1s vers n=3 J=3/2+ |M | = 1/2 de´croˆıt de`s 3. 10−4u.a. jusqu’a` 10−2u.a. (1s → (0.9
3d + 0.1 3p)) puis se re´tablit et se stabilise vers 0.2 u.a. (1s → (0.55 3p + 0.45 3d)).
La transition 1s vers n=3 J=3/2- |M | = 1/2 croˆıt de`s 3. 10−4u.a. jusqu’a` 5 10−3u.a.
puis chute jusqu’a` 810−2u.a. La transition 1s → n=3 J=1/2+ |M | = 1/2 de´croˆıt a`
partir de 2 10−2u.a. progressivement jusqu’a` 2.5 u.a. Enfin la transition 1s vers n=3
J=1/2- reste quasi constante jusqu’a` 0.64 u.a. puis de´croˆıt (devient e´quivalente a`
une transition vers n=3 J=3/2 |M | = 1/2 sans perturbation). Les transitions vers
les e´tats de |M | = 3/2 adoptent un comportement ge´ne´ral e´quivalent a` celui des
transitions e´quivalentes (meˆme J, meˆme signe) avec |M | = 1/2.
Les forces de collisions obtenues, a` champ nul, sont e´quivalentes a` 1% pre`s avec
celles de Aggarwal et al [3] calcule´es avec un code R-Matrix, a` l’exception des tran-
sitions vers n,l=0 qui sont supe´rieures chez nous d’une dizaine de pourcent.
Les taux collisionnels qui en sont issus suivent la meˆme orientation ge´ne´rale
hormis aux tre`s forts champs e´lectriques qui induisent une variation de l’e´nergie
de seuil non ne´gligeable. De meˆme, la de´pendance en densite´ des taux collisionnels
conserve ces tendances : les transitions vers la couche n=2 (Figure 5.2) commencent
a` varier de`s Ne = 10
21e − /cm3 : 1s → n=2 J=1/2+ croˆıt au plus de 20%, 1s →
J=3/2 |M | = 1/2 de´croˆıt en proportion inverse tandis que 1s → J=1/2- reste quasi
constante, sauf a` forte densite´ (supe´rieure a` 1024e− /cm3) ou` la re´duction d’e´nergie
de seuil entraˆıne une croissance de 5% environ.
Notons sur les figures 5.2, 5.3, 5.5 et 5.6 que les courbes varient d’autant plus
faiblement et pour des densite´s plus e´leve´es que la tempe´rature du milieu est basse :
une plus forte agitation des ions favorisant des microchamps plus e´leve´s.
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Les transitions vers la couche n=3 (Figures 5.5 et 5.6) varient notablement de`s
1018e−/cm3 pour 1s→ n=3 J=3/2+ |M | = 1/2 qui croˆıt de 30 % avant de s’affaisser
et 1s → n=3 J=3/2- |M | = 1/2 qui de´croˆıt de 55% avant de retourner vers sa valeur
initiale (figure 5.5). La transition 1s → n=3 J=5/2 |M | = 1/2 croˆıt tre`s fortement a`
partir de 1020e−/cm3 et atteint 8 a` 10 fois sa valeur initiale de`s 1021 − 1022e−/cm3
(figure 5.6). Les transitions 1s → n=3 J=1/2+ et 1s → n=3 J=1/2- varient moins
et pour des densite´s plus e´leve´es (1021e− /cm3).
Nous pre´sentons sur la figure 5.6 une comparaison entre des taux collisionnels
calcule´s “exactement” a` l’aide de la formule 4.66, ou` les couches n=3 et n=4 sont
prises en compte simultane´ment pour la diagonalisation du hamiltonien et dont les
e´nergies de seuil de´pendent du champ e´lectrique, et des taux collisionnels “approxi-
matifs” obtenus a` l’aide des formules 5.2 et 5.4 ou` seule la couche n=3 est prise en
compte et l’e´nergie de seuil est ou non modifie´e avec le champ e´lectrique. L’e´tat n=3
J=5/2 |M | = 1/2 est le premier a` eˆtre me´lange´ avec des e´tats de la couche n=4
lorsque le champ croˆıt ; ne´anmoins, ce me´lange n’a quasiment aucune incidence sur
les re´sultats. Les diffe´rences qui apparaissent entre le calcul “exact” et les formules
simplifie´es sont dues a` un trop petit nombre de points calcule´s en fonction du champ
e´lectrique pour la formule exacte, ce qui pe`se sur la pre´cision du taux collisionnel
moyenne´ sur le microchamp. Il apparaˆıt une variation de quelques pourcents a` tre`s
haute densite´ (1024e−/cm3) lorsque l’e´nergie de seuil n’est pas modifie´e en fonction
du champ e´lectrique. Nous en concluons que nos formules simplifie´es (5.2) et (5.4)
donnent des re´sultats conformes a` la re´alite´ et que les forces de collision et taux
collisionnels de couche K peuvent eˆtre calcule´s tre`s aise´ment par ce biais.
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Les e´nergies des niveaux hydroge´no¨ıdes obtenues en re´solvant l’e´quation 3.10
pre´sentent un de´calage proportionnel a` Z4 entre niveaux d’une meˆme couche. De
plus, les e´le´ments de matrice d’interaction avec le champ e´lectrique sont propor-
tionnels a` E et
∫
PnlPn′l′ r dr est proportionnel a` 1/Z (formules 3.3 a` 3.5). Deux
niveaux se me´langent lorsque l’e´le´ment de matrice d’interaction entre eux devient
proche de la diffe´rence d’e´nergie qui les se´pare : ∆EHZ
4 ∼< r >H E/Z. Les mo-
difications des forces et des taux collisionnels s’effectuent donc pour des
champs e´lectriques proportionnels a` Z5 :
ΩZ(Z
5E , Z2E) ≈ Z2ΩH(E , E) (5.5)










= 3.71 fois supe´rieurs a` ceux du Ne´on Z=10 (ainsi 1s - n=2
J=0.5- de´croˆıt jusque vers 0.16 u.a. avant de revenir vers sa valeur initiale pour Al
XIII tandis que cette inversion s’effectue vers 0.04 u.a. pour Ne X).
Dans la mesure ou` les forces de collision sont proportionnelles a` 1/Z2 et les
taux collisionnels a` 1/Z3 (avec d’autant plus de pre´cision que Z est e´leve´), l’e´tude
d’un seul e´le´ment en fonction du champ e´lectrique est suffisante pour caracte´riser
avec pre´cision l’ensemble des forces de collision et des taux collisionnels des autres
e´le´ments (pour une e´nergie ou une tempe´rature proportionnelle a` Z2).
A faible densite´, la distribution de Holtsmark est une bonne approximation et le
microchamp est proportionnel a` Z1/3Ne, les taux collisionnels moyenne´s en champ
e´lectrique suivront donc une loi d’e´chelle en densite´ proportionnelle a` Z16/3. Du fait
des contraintes en densite´ sur cette distribution, cette loi ne sera ve´rifie´e que pour
les niveaux n=3 et supe´rieurs, dont les sous-niveaux sont plus rapproche´s (en 1/n3).
Ainsi les modifications s’effectuent de`s 1018e− /cm3 pour Al XIII dans n=3 tandis
qu’elles apparaissent a` partir de 1021e− /cm3 pour n=2 (figures 5.2, 5.3 et 5.5).
5.5 Spectres Collisionnels-Radiatifs
Nous pre´sentons dans ce paragraphe une e´tude spectroscopique pre´liminaire des
effets de la prise en compte des taux d’excitation collisionnelle modifie´s par le mi-
crochamp.
A cet effet, nous avons re´alise´ un calcul collisionnel-radiatif e´le´mentaire en ne pre-
nant en compte que les excitations et de´sexcitations collisionnelles et les transitions
radiatives dipolaires e´lectriques (E1).
Dans la mesure ou` aucun me´canisme d’ionisation n’est inclus, nous avons traite´
distinctement les hydroge´no¨ıdes et les he´liumo¨ıdes. Nous voulions pre´senter des
spectres de couche K : Ly α, β, γ et He α, β, γ, nous avons donc pris en compte
tous les e´tats de type 1s, 2l, 3l ,4l pour les hydroge´no¨ıdes et 1s2, 1s2l, 1s3l et 1s4l
pour les he´liumo¨ıdes.
Comme nous l’avons indique´ dans les parties pre´ce´dentes, nous avons re´duit le
nombre de niveaux γLSJM e´tudie´s en traitant simultane´ment γLSJM et γLSJ−M
lorsque M est non nul (voir paragraphe 3.3 “Re´sultats et notation” dans L’ef-
fet Stark). Avec cette restriction, nous avons 30 niveaux γLSJ |M | pour les hy-
droge´no¨ıdes et 74 pour les he´liumo¨ıdes (voir Appendice A, B) En calculant simul-
tane´ment les taux d’excitation collisionnelle et les de´sexcitations correspondantes,
il reste 435 taux collisionnels a` e´valuer pour les hydroge´no¨ıdes et 2701 pour les
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he´liumo¨ıdes, ceci pour chaque valeur du microchamp de la distribution. Chaque
taux requiert, en outre, l’e´valuation de plusieurs forces de collision, pour chaque va-
leur du champ e´lectrique. Il n’est donc pas envisageable de calculer en ligne chaque
force de collision se´pare´ment, sachant que nombre d’entre elles ne´cessitent plusieurs
minutes de calcul sur des ordinateurs performants. Ce temps e´tant d’autant plus
long que les niveaux de de´part et d’arrive´e se me´langent avec de nombreux autres
niveaux en pre´sence de champ e´lectrique.
5.5.1 Forces de collision
Nous avons re´ite´re´ l’approximation pre´sente´e dans le paragraphe 5.2 pour les
transitions de couche K en l’adaptant aux cas plus complexes. Les simplifications
apparaˆıssant lorsque l’un des niveaux n’est pas perturbe´ par le champ n’ont plus
cours. Ne´anmoins, il est possible de pre´senter chaque force de collision entre deux
niveaux perturbe´s par le champ comme la somme de plusieurs forces de collision
partielles.
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Les variables nomme´es signeα(Mi), signeβ(Mf ) sont incluses pour accorder la phase
des coefficients de me´lange aα(−Mi) et aβ(−Mf ) avec leurs correspondants aα(Mi)
et aβ(Mf ) comme cela a e´te´ indique´ au paragraphe 3.3. :
aα(−Mi) = aα(Mi)× signeα(−Mi) (5.8)
Notons toutefois que la notion de force de collision partielle n’est pas e´vidente. Elle
ne correspond pas a` une transition entre deux e´tats bien spe´cifie´s comme cela pouvait
eˆtre le cas dans la formule 5.2 (e´tats i et β) mais a` un e´le´ment de matrice entre le
“produit” de deux e´tats αα′ et ββ′.
Pour e´valuer la structure d’un ion perturbe´ par le champ e´lectrique, nous de´ter-
minons l’ensemble des e´tats non perturbe´s qui y participent. Ces ensembles forment
des sous-groupes stables. Nous pouvons par exemple citer le sous-groupe de n=4 ,
M=3/2 :J=3/2-, J=3/2+, J=5/2-, J=5/2+ et J=7/2 de l’Aluminium hydroge´no¨ıde
ou encore celui de n=4, S=1 M=3 : 3F4,
3F3 et
3D3 de l’Aluminium he´liumo¨ıde. Nous
pre´sentons dans les Appendices A, B l’ensemble de ces sous-groupes. Ainsi, il n’est
ne´cessaire d’e´valuer que les forces de collisions partielles dont α et α′ appartiennent
au meˆme sous-groupe et dont β et β ′ re´alisent la meˆme condition. Le calcul de
l’ensemble de ces forces de collision partielles permet de de´terminer ensuite la totalite´
des forces de collision. Nous supposons ici, comme dans le cas des transitions de
couche K, que la modification des e´nergies de seuil des excitations par le champ
e´lectrique n’a quasiment pas d’influence sur les forces de collision et a` plus forte
raison sur les taux collisionnels. Par conse´quent, la totalite´ des forces de collision
partielles ont e´te´ calcule´es avec un champ e´lectrique nul, l’e´nergie des niveaux e´tant
prise comme la moyenne de celle de tous les niveaux non-perturbe´s du sous-groupe.
Nous e´valuons ces forces de collision partielles en utilisant la meˆme me´thode de
convergence que celle que nous avions de´veloppe´e pour la force de collision totale
4.66. Il faut cependant noter que la valeur maximum de l, moment angulaire des
e´lectrons libres, doit eˆtre au moins e´gale a` 45 pour pouvoir traiter l’ensemble des
transitions a` haute e´nergie. En particulier, les transitions autorise´es entre les couches
n=3 et n=4 convergent tre`s lentement et imposent cette valeur tre`s e´leve´e du moment
angulaire.
Les e´le´ments de matrice angulaires e´tant de tre`s loin les plus longs a` calculer,
nous avons choisi d’e´valuer pre´alablement les e´le´ments de matrice radiaux a` toutes
les e´nergies de´sire´es avant d’effectuer le produit de l’e´le´ment de matrice angulaire
avec tous ces e´le´ments radiaux. L’e´chantillonnage en e´nergie est celui pre´sente´ au
paragraphe 4.7.2 avec 10 valeurs pour les hydroge´no¨ıdes et 7 pour les he´liumo¨ıdes en
raison des limites de me´moire de l’ordinateur. Cette me´thode a permis de re´duire les
temps de calcul d’un facteur 10 pour les hydroge´no¨ıdes et de 7 pour les he´liumo¨ıdes.
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Avant de pouvoir calculer les forces de collision totales, nous avons donc duˆ
calculer et enregistrer sur un fichier l’ensemble de ces forces de collision partielles.
Pour calculer les forces de collision totales, il ne suffit plus que d’effectuer la lecture
du fichier et de de´terminer la structure des ions initial et final de la transition, sous
champ e´lectrique. Nos fichiers contiennent ainsi 103950 forces de collision partielles
pour les hydroge´no¨ıdes et 445137 pour les he´liumo¨ıdes.
5.5.2 Taux radiatifs
Les transitions dipolaires e´lectriques sont les transitions radiatives les plus in-
tenses et nous avons choisi de nous limiter a` celles-ci. Le taux radiatif entre deux
niveaux γiMi d’e´nergie Ei et γfMf d’e´nergie Ef infe´rieure s’e´crit en unite´s atomiques
(Cowan [19]) :
aif =




| < γiMi|P (1)q |γfMf > |2 (5.9)
ou` α est la constante de structure fine, les e´nergies sont exprime´es en Rydbergs et





q (i). La probabilite´ de transition radiative par seconde
entre les niveaux γi ±Mi et γf ±Mf s’e´crit alors :
Aif (s
−1) =








| < γiMi|P (1)q |γfMf > |2 (5.10)
ou` g est le poids statistique du niveau initial, a` savoir : 1 si Mi = 0, 2 sinon. Ces
meˆmes poids statistiques sont utilise´s pour le calcul des taux collisionnels (formules
4.82, 4.83).
Le calcul de l’e´le´ment de matrice < γiMi|P (1)q |γfMf > est similaire a` celui des
e´le´ments de matrice Stark au chapitre 3. Il faut pre´alablement de´velopper les e´tats
γiMi et γfMf sur la base des e´tats non perturbe´s par le microchamp e´lectrique :
|γiMi >=
∑
α|γαLαSαJαMi > et |γfMf >=
∑
β|γβLβSβJβMf > et les e´le´ments
de matrice e´le´mentaires s’e´crivent :





< γJα||P (1)||γJβ, >
(5.11)
ce dernier e´le´ment se de´veloppant de fac¸on semblable aux formules 3.3 et 3.4 :






< γLSα||P (1)||γLSβ >
(5.12)
et l’e´le´ment de matrice re´duit re´manent est de´taille´ dans l’Appendice E.
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5.5.3 Emissivite´ et populations




AigNif(Eig − hν) (5.13)
ou` Eig est l’e´nergie de la transition, Aig est le taux de transition radiative du niveau
i vers le fondamental g, Ni est la population du niveau i et f(Eig − hν) est une






Aig(E)Ni(E)f(Eig(E)− hν)P (E)dE (5.14)
Les populations Ni(E) sont de´termine´es en supposant l’e´tat stationnaire dNi
dt
= 0
et en diagonalisant la matrice des taux. Dans la mesure ou` aucun processus d’ionisa-
tion n’est conside´re´ et ou` la tempe´rature du milieu que nous choisissons (Te = Ti =
500eV ici, soit 36.76 Ryd) est assez infe´rieure aux e´nergies d’excitation a` partir du
fondamental, d’apre`s la loi statistique de Maxwell-Boltzmann, la population de ce
niveau reste peu perturbe´e par les processus de peuplement vers les niveaux excite´s.
Nous choisirons donc le niveau fondamental comme niveau de re´fe´rence pour les
populations : N0(E) = P (E), la distribution de microchamp e´tant normalise´e.
Pour calculer les populations des niveaux excite´s, en fonction du champ e´lectrique,
deux logiques sont possibles :
– Calculer les taux collisionnels et radiatifs moyenne´s en fonction de la distri-
bution de microchamp, puis en diagonalisant ces taux moyenne´s, obtenir une
population moyenne de l’e´tat N¯ ; la population utilise´e pour calculer le profil
de raie pre´ce´dent 5.14 valant : N(E) = N¯ .P (E). Il n’y a alors qu’une seule
diagonalisation.
– Calculer la population de chaque niveau, pour chaque champ e´lectrique, en
diagonalisant la matrice des taux pour chaque valeur du champ.
La premie`re approche suppose que le microchamp, quasi-statique a` l’e´chelle des
processus collisionnels ou radiatifs, varie rapidement entre deux transitions subies
par l’ion. Par conse´quent, la me´moire du champ e´lectrique de la population est
perdue et elle s’accorde avec la distribution de microchamp.
La seconde approche conside`re que les variations du champ e´lectrique entre la
transition qui peuple un niveau et celle qui le de´peuple restent ne´gligeables. Il n’y a
donc pas de transfert de populations entre des champs e´lectriques distincts, mais
seulement entre les diffe´rents niveaux, en conservant la meˆme valeur de champ
e´lectrique.
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Il suffit donc de comparer les temps caracte´ritiques de modification du micro-
champ a` ceux se´parant deux transitions. En premie`re approximation, on peut assimi-
ler le temps de variation du microchamp au temps ne´cessite´ par un ion perturbateur











temps caracte´ristique de´ja` mentionne´ au premier chapitre (formule 1.28). On ob-





pour Te = Ti = 500eV = 36.76Ryd, valeur de la
tempe´rature que nous avons choisie pour le calcul des spectres. Les taux radiatifs les
plus forts sont de l’ordre de 1013s−1 pour les transitions de la couche n=2 vers le fon-
damental, plus faibles sinon ; les taux collisionnels sont infe´rieurs syste´matiquement
a` 10−8 × Ne (cm3s−1). Les temps caracte´ristiques se´parant deux transitions sont
l’inverse de ces taux.
Ainsi, pour 1019 ≤ Ne ≤ 1024e− /cm3, le temps caracte´ristique de variation du
microchamp est syste´matiquement infe´rieur a` celui se´parant deux transitions. Il est
donc plus pertinent de supposer que le microchamp moyenne les taux de transition
et donc les populations.
Dans ces conditions, les taux collisionnels se re´crivent simplement a` partir de la
formule 4.82 :∫









































Le taux collisionnel est une simple somme de taux collisionnels partiels et l’on peut
choisir approximativement l’e´nergie du seuil de re´action comme la moyenne sur le




5.5.4 Elargissement collisionnel e´lectronique
La fonction d’e´largissement f des formules 5.13 et 5.14 comprend l’ensemble des
phe´nome`nes d’amortissement, mais qui sont compose´s largement d’amortissement
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par impact collisionnel avec les e´lectrons dans les plasmas denses et chauds ainsi que
dans une moindre mesure de l’e´largissement Doppler lorsque les densite´s sont peu
e´leve´es. Nous nous restreindrons donc a` ces deux-ci. La fonction f adopte un profil
Lorentzien :
f(Eig(E)− hν) = C
(hν − Eig)2 + ∆ν2 (5.18)
ou` ∆ν est la largeur de raie. Nous avons choisi de prendre la plus grande des largeurs
e´lectronique ∆νE et Doppler ∆νD. ∆νE a` pour ordre de grandeur (Alaterre [4]) :







et la largeur Doppler vaut :
∆νD(Ryd) = 1.2 10
−4√Z3Te(Ryd). (5.20)
Notons que la formule utilise´e pour e´valuer l’amortissement collisionnel e´lectronique
repose sur des simplifications massives et suppose en particulier que l’e´largissement
est du aux collisions faibles (i.e. distantes), ce qui est d’autant moins ve´rifie´ que la
densite´ s’accroˆıt. Les e´largissements seront donc fortement sure´value´s a` forte densite´.
Cette approche permet ne´anmoins d’e´chapper a` un traˆıtement, certes plus pre´cis,
mais beaucoup plus lourd [4, 31].
5.5.5 Aluminium hydroge´no¨ıde
Nous trac¸ons dans les figures 5.15 a` 5.22 les profils obtenus pour les raies Ly
α, β, γ de l’Aluminium a` Te = Ti = 500eV pour des densite´s e´lectroniques variant
entre 1020 et 1023e − /cm3. Nous pre´sentons simultane´ment les re´sultats obtenus
pour des taux collisionnels de´pendant du champ e´lectrique < σv > (E) et des taux
inde´pendants < σv >= cte ainsi que le spectre e´mis par un milieu a` l’Equilibre
Thermodynamique Local . Les e´missivite´s sont donne´es dans les graphiques en unite´s
arbitraires et nous avons choisi de les superposer, masquant ainsi les e´ventuelles
diffe´rences de hauteur entre les raies (tre`s faibles ne´anmoins).
Comme nous allons le voir, les diffe´rences entre les profils apparaissent a` rela-
tivement faible densite´, c’est a` dire, en ge´ne´ral, Hors Equilibre Thermodynamique
Local, a` proximite´ de l’Equilibre Coronal. Nous avons donc choisi de pre´senter, pa-
ralle`lement aux spectres, les taux collisionnels qui peuplent les niveaux a` partir du
fondamental, en nous restreignant aux niveaux de´croissant radiativement vers le fon-
damental (figures 5.7 a` 5.11). Dans le cas des hydroge´no¨ıdes, les re`gles de se´lection
impose´es par les transitions dipolaires e´lectriques sont peu contraignantes et n’ex-
cluent que les niveaux dont |M | > 3/2 (∆M = 0,±1), tous les autres niveaux excite´s
se me´langent avec 2P3/2 et
2P1/2 en pre´sence de champ e´lectrique.
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– La raie Lyman α (figures 5.15 et 5.16) montre que le milieu est a` l’ETL de`s
Ne = 10
22e−/cm3. Les profils sont quasiment inde´pendants des modifications
des taux collisionnels par le champ e´lectrique, hormis a`Ne = 10
22e−/cm3 ou` la
raie 2P1/2 est 6% plus faible lorsque les taux collisionnels sont inde´pendants du
champ. L’absence de modifications plus marque´es s’explique par la tre`s faible
variation des taux collisionnels en fonction de la densite´ (figure 5.7). Nous
notons aussi que les ailes lointaines de raies, a` cette densite´, sont plus e´troites
d’environ 3%. Cet effet a e´te´ anticipe´ en conclusion du paragraphe 4.5.5 lors
de la comparaison entre les diffe´rents mode`les sur du Ne´on hydroge´no¨ıde, il
est duˆ a` une redistribution des populations vers les e´tats les plus modifie´s en
e´nergie.
– La raie Lyman β (figures 5.17, 5.18 et 5.19) est en quasi-ETL de`s Ne =
3.21019e − /cm3. La raie dont les taux collisionnels de´pendent du champ
e´lectrique s’e´largit le´ge`rement a` partir de 1019e−/cm3 par rapport a` celle dont
les taux sont fixes, la diffe´rence e´tant maximale entre Ne = 3.2 10
20e − /cm3
et 1021e− /cm3, de l’ordre de 4% a` mi-hauteur. Mais il est important de no-
ter que cet e´largissement s’effectue essentiellement vers les e´nergies les plus
e´leve´es et que l’ensemble de la raie se de´place vers ces e´nergies par rapport
a` la raie dont les taux collisionnels ne sont pas perturbe´s. Les transitions de
1s vers n=3 2D5/2, |M | = 1/2 ou 3/2 initialement 6.7 fois infe´rieures a` celles
vers J = 3/2± et 10 fois plus faibles que celles vers J = 1/2± deviennent
supe´rieures aux premie`res entre 1020 et 1021e − /cm3 et de l’ordre des se-
condes vers 1021e− /cm3 (figures 5.8 et 5.9). Les ions dans l’e´tat initial 2D5/2
dont l’e´nergie augmente lorsque le champ croˆıt voient leur population deve-
nir significative et engendrent un e´largissement de la raie vers les plus hautes
e´nergies.
– La raie Lyman γ pre´sente un comportement similaire a` Lyman β, ne´anmoins
plus marque´ et pour des densite´s le´ge`rement plus faibles (figures 5.20, 5.21 et
5.22). L’e´largissement a` mi-hauteur est au maximum de l’ordre de 6% entre
3.2 1019 et 1020e− /cm3 et il s’effectue au profit des e´nergies les plus e´leve´es.
Les niveaux responsables de cet e´largissement sont J = 5/2±, |M | = 1/2 ou
3/2 et surtout 2F7/2, |M | = 1/2 et 3/2 (figures 5.10 et 5.11).
5.5.6 Aluminium he´liumo¨ıde
Nous pre´sentons dans les figures 5.23 a` 5.22 les meˆmes profils qu’au paragraphe
pre´ce´dent. Les raies He´lium α (figures 5.23 et 5.24) et He´lium β (figures 5.25, 5.26
et 5.27) ne pre´sentent aucune modification apparente entre un calcul collisionnel
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de´pendant du champ e´lectrique et un calcul qui en est inde´pendant. Les raies He´lium
γ pre´sentent, elles, des diffe´rences modestes, mais qui changent avec la densite´ (fi-
gures 5.22, 5.22et 5.22). Ainsi, entre Ne = 10
20e−/cm3 et 3.21020e−/cm3 l’ensemble
de la raie dont les taux collisionnels sont fonction du microchamp est de´cale´e vers les
e´nergies plus basses en regard de celle dont les taux sont inde´pendants du champ (de
1.5 10−3Ryd), tandis qu’a` 1021e− /cm3, un re´tre´cissement (de 4%) de la raie, dont
les taux collisionnels sont fonction du champ, s’effectue exclusivement aux e´nergies
les plus e´leve´es.
Pour interpre´ter ces re´sultats nous pre´sentons les taux collisionnels des transi-
tions depuis le fondamental. Les re`gles de se´lection des transitions dipolaires e´lectri-
ques sont plus contraignantes pour les he´liumo¨ıdes et re´duisent le nombre de taux a`
e´tudier :
– ∆S = 0
– ∆L = 0,±1, Li = Lf = 0 e´tant interdit
– ∆J = 0,±1, Ji = Jf = 0 e´tant interdit
– ∆M = 0,±1.
Le niveau fondamental e´tant 1S0, seuls les niveaux me´lange´s avec l’e´tat
1P1 par le
champ e´lectrique seront pre´sente´s.
Pour la raie He´lium α, les taux collisionnels sont inde´pendants du champ (figure
5.12) et les profils ne se distinguent pas.
Les taux collisionnels de la raie He´lium β (figure 5.13) varient plus notablement,
en particulier pour la transition vers le niveau issu de 1D2, |M | = 1. Ne´anmoins,
ces taux ne deviennent significatifs qu’a` “haute densite´”, au dela` de 1022e − /cm3,
lorsque le milieu est totalement a` l’ETL.
Le profil de la raie He´lium γ est re´gi par les taux collisionnels les plus forts (figure
5.14) qui sont, aux densite´s que nous avons de´ja` mentionne´es, 1P1 |M | = 0, 1, 1F3
|M | = 1, 1D2 |M | = 1. Nous oublions volontairement 1S0 dont l’e´nergie est beaucoup
plus faible et qui n’interagit pas avec la raie centrale aux densite´s infe´rieures a` Ne =
3.21021e−/cm3. Les e´nergies de ces e´tats se re´partissent selon : E1P1 > E1F3 > E1D2 ,
par conse´quent, l’e´nergie des niveaux 1P1 |M | = 0, 1 croˆıt avec le champ e´lectrique
et la densite´, celle de 1F3 |M | = 1 reste quasi-stable et celle de 1D2 |M | = 1 de´croˆıt.
Comme les taux collisionnels de 1P1 de´croissent et ceux de
1D2 |M | = 1 augmentent,
les populations d’e´nergie la plus e´leve´e se re´duisent, a` l’inverse de celles d’e´nergie la
plus faible. A 1021e − /cm3, la de´croissance forte des niveaux 1P1 d’e´nergie la plus
e´leve´e est essentiellement compense´e par l’augmentation des taux collisionnels de
1F3 |M | = 1, d’e´nergie stable en de´pit de la variation de densite´. La modification de




Nous avons de´termine´ dans ce chapitre quelques formules simples qui permettent
d’e´valuer les taux collisionnels en fonction de la densite´, de fac¸on rapide, sans avoir
a` calculer de forces de collision directement pour chaque valeur du champ e´lectrique.
Pour limiter les temps de calcul, nous avons choisi de ne pas me´langer de niveaux de
couches diffe´rentes. En conse´quence, il n’y a pas de modification des taux globaux
entre deux couches.
Les modifications des taux collisionnels s’effectuent pour des densite´s d’autant
plus faibles que les niveaux qui se me´langent ont des e´nergies proches, ce qui explique
que les transitions vers des couches de n e´leve´ ont des taux collisionnels modifie´s pour
des densite´s tre`s faibles.
Les transitions initialement interdites et que le champ rend partiellement auto-
rise´es par me´lange des diffe´rents niveaux ont leurs taux collisionnels tre`s fortement
majore´s, parfois de plusieurs ordres de grandeur. A l’inverse, les transitions auto-
rise´es a` champ nul dont les niveaux se me´langent avec le champ voient ge´ne´ralement
leurs taux collisionnels eˆtre minore´s. Globalement, le champ e´lectrique a tendance a`
rapprocher les diffe´rents taux collisionnels.
Nous avons re´alise´ un code Collisionnel Radiatif simple, inte´grant les excitations
et de´sexcitations collisionnelles modifie´es par le microchamp ainsi que les transitions
radiatives dipolaires e´lectriques. En supposant le milieu en e´quilibre stationnaire, les
raies Ly α, He α et He β restent inchange´es lorsque les taux collisionnels de´pendent
du champ e´lectrique, tandis que les raies Ly β et surtout Ly γ s’e´largissent le´ge`rement
vers Ne = 10
20 − 1021e−/cm3, se de´calant vers les e´nergies plus e´leve´es. La raie He
γ se resserre, elle, faiblement, pour les meˆmes densite´s, se de´calant vers les e´nergies
plus re´duites.
Ne´anmoins, ces modifications restent tre`s faibles, quelques pourcent tout au plus
et a` des densite´s moyennes. A plus haute densite´, l’Equilibre Thermodynamique
















Fig. 5.1 – Forces de collision pour les transitions entre 1s 2S1/2 et les e´tats issus de 2s et 2p J=1/2-
, J=1/2+ et J=3/2, |M | = 1/2, en fonction de l’e´nergie. Les diffe´rentes courbes correspondent a`
diffe´rentes valeurs du champ e´lectrique : 0, 0.02, 0.04, 0.08, 0.16, 0.32, 0.64 et 1.28 u.a. Les courbes
1s-J=1/2+ (pointille´) et 1s-J=1/2- (trait continu e´pais) se superposent a` champ e´lectrique nul.
L’amplitude ge´ne´rale des courbes 1s-J=1/2+ croˆıt lorsque le champ augmente (jusqu’a` eˆtre compa-
rable a` celle d’une transition 1s-2p) tandis que celle des courbes 1s-J=1/2- de´croˆıt tre`s le´ge`rement
jusqu’a` 0.16 u.a. puis revient vers sa valeur initiale. L’amplitude ge´ne´rale des courbes 1s-J=3/2 (en


















Fig. 5.2 – Coefficients de variation des taux collisionnels pour les transitions entre les couches
n=1 et n=2 (|M | = 0.5) en fonction de la densite´ e´lectronique (1s-J=1/2+ en trait continu fin, 1s-
J=1/2- en pointille´s et 1s-J=3/2 en trait e´pais). Les diffe´rentes courbes correspondent a` diffe´rentes










Fig. 5.3 – Taux collisionnels pour les transitions entre les couches n=1 et n=2 (|M | = 0.5) en
fonction de la densite´ e´lectronique (1s-J=1/2+ en trait fin, 1s-J=1/2- en pointille´ et 1s-J=3/2 en
trait e´pais). Les diffe´rentes courbes correspondent a` diffe´rentes valeurs de la tempe´rature (Te = Ti) :















Fig. 5.4 – Taux collisionnels pour les transitions entre les couches n=1 et n=3 (|M | = 0.5) en
l’absence de champ e´lectrique en fonction de la tempe´rature Te = Ti. La transition 1s-J=1/2 est
en pointille´ fin, 1s-J=3/2 en pointille´ e´pais et 1s-J=5/2 en trait continu tre`s e´pais (1s-J=1/2+ et
1s-J=1/2- sont confondus ainsi que 1s-J=3/2+ et 1s-J=3/2-). Les courbes 1s-3s en trait continu fin



















Fig. 5.5 – Variation des taux collisionnels pour les transitions entre les couches n=1 et n=3
(|M | = 1/2)(sauf 1s - n=3 J=5/2) en fonction de la densite´ e´lectronique par rapport a` leur valeur
pour un ion isole´. La transition 1s-J=3/2+ est en trait continu fin, 1s-J=3/2- en pointille´ fin, 1s-
J=1/2+ en trait continu e´pais et 1s-J=1/2- en pointille´ e´pais. Les diffe´rentes courbes correspondent
a` diffe´rentes valeurs de la tempe´rature (Te = Ti) : 97.5, 134.8, 209.2, 321., 395.5, 507.2, 618.9 et 697.4
















Fig. 5.6 – Meˆme le´gende pour les transitions entre les couches n=1 et n=3 J=5/2 (|M | = 1/2).
La courbe en trait e´pais correspond a` un calcul exact me´langeant les couches n=3 et n=4 avec le
champ e´lectrique. Les autres courbes ne me´langent que des e´tats de la couche n=3. La courbe en
trait fin correspond a` une moyenne sur le champ ou` chaque e´nergie de seuil de´pend du microchamp
(formule 5.3). La courbe en pointille´ suppose que l’e´nergie du seuil de la transition est inde´pendante
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Fig. 5.7 – Taux collisionnels moyenne´s en champ e´lectrique pour les transitions entre les couches
n=1 et n=2 (|M | = 1/2) en fonction de la densite´ e´lectronique. 1s-2P3/2 est en trait continu fin,
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n=3 J=1/2+ |M | = 1/2
n=3 J=3/2- |M | = 1/2
n=3 J=3/2+ |M | = 1/2
n=3 2D5/2|M | = 1/2
Fig. 5.8 – Taux collisionnels moyenne´s en champ e´lectrique pour les transitions entre les couches
n=1 et n=3 (|M | = 1/2) en fonction de la densite´ e´lectronique. 1s-J=1/2- est en trait continu
fin, 1s-J=1/2+ en pointille´ fin, 1s-J=3/2- en trait continu e´pais, 1s-J=3/2+ en pointille´ e´pais et





1e+16 1e+17 1e+18 1e+19 1e+20 1e+21 1e+22 1e+23
cm6/s
Densite´ (cm−3)
n=3 J=3/2- |M | = 3/2
n=3 J=3/2+ |M | = 3/2
n=3 2D5/2|M | = 3/2
Fig. 5.9 – Taux collisionnels moyenne´s en champ e´lectrique pour les transitions entre les couches
n=1 et n=3 (|M | = 3/2) en fonction de la densite´ e´lectronique. 1s-J=3/2- est en trait continu
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n=4 J=1/2- |M | = 1/2
n=4 J=1/2+ |M | = 1/2
n=4 J=3/2- |M | = 1/2
n=4 J=3/2+ |M | = 1/2
n=4 J=5/2- |M | = 1/2
n=4 J=5/2+ |M | = 1/2
n=4 2F7/2|M | = 1/2
Fig. 5.10 – Taux collisionnels moyenne´s en champ e´lectrique pour les transitions entre les couches
n=1 et n=4 (|M | = 1/2) en fonction de la densite´ e´lectronique. 1s-J=1/2- est en trait continu
fin, 1s-J=1/2+ en pointille´ fin, 1s-J=3/2- en trait continu e´pais, 1s-J=3/2+ en pointille´ e´pais, 1s-
J=5/2- en trait continu tre`s e´pais, 1s-J=5/2+ en pointille´ e´pais espace´ et 1s-2F7/2 en trait continu






1e+16 1e+17 1e+18 1e+19 1e+20 1e+21 1e+22 1e+23
cm6/s
Densite´ (cm−3)
n=4 J=3/2- |M | = 3/2
n=4 J=3/2+ |M | = 3/2
n=4 J=5/2- |M | = 3/2
n=4 J=5/2+ |M | = 3/2
n=4 2F7/2|M | = 3/2
Fig. 5.11 – Taux collisionnels moyenne´s en champ e´lectrique pour les transitions entre les couches
n=1 et n=4 (|M | = 3/2) en fonction de la densite´ e´lectronique. 1s-J=3/2- est en trait continu
fin, 1s-J=3/2+ en pointille´ fin, 1s-J=5/2- en trait continu e´pais, 1s-J=5/2+ en pointille´ e´pais et
1s-2F7/2 en trait continu tre`s e´pais. (Al hydroge´no¨ıde)
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Fig. 5.12 – Taux collisionnels moyenne´s en champ e´lectrique pour les transitions entre les couches
n=1 et n=2 en fonction de la densite´ e´lectronique. 1s2 − 1s2l1P1|M | = 0 est en trait continu fin




1e+19 1e+20 1e+21 1e+22 1e+23
cm−6/s
Densite´ (cm−3)
n=3 1P1|M | = 1
n=3 1P1|M | = 0
n=3 1S0|M | = 0
n=3 1D2|M | = 1
n=3 1D2|M | = 0
Fig. 5.13 – Taux collisionnels moyenne´s en champ e´lectrique pour les transitions entre les couches
n=1 et n=3 en fonction de la densite´ e´lectronique. 1s2 − 1s3l1P1|M | = 1 est en trait continu
fin, 1s2 − 1s3l1P1|M | = 0 en pointille´ fin, 1s
2 − 1s3l1S0|M | = 0 est en trait continu e´pais,
1s2 − 1s3l1D2|M | = 1 en pointille´ e´pais et 1s
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cm6/s
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n=4 1P1|M | = 1
n=4 1P1|M | = 0
n=4 1S0|M | = 0
n=4 1D2|M | = 1
n=4 1D2|M | = 0
n=4 1F3|M | = 1
n=4 1F3|M | = 0
Fig. 5.14 – Taux collisionnels moyenne´s en champ e´lectrique pour les transitions entre les
couches n=1 et n=4 en fonction de la densite´ e´lectronique. 1s2 − 1s4l1P1|M | = 1 est en trait
continu fin, 1s2 − 1s4l1P1|M | = 0 en pointille´ fin, 1s
2 − 1s4l1S0|M | = 0 est en trait continu
e´pais, 1s2 − 1s4l1D2|M | = 1 en pointille´ e´pais, 1s
2 − 1s4l1D2|M | = 0 en trait continu tre`s e´pais,
1s2 − 1s4l1F3|M | = 1 en pointille´ e´pais espace´ et 1s
2 − 1s4l1F3|M | = 0 en trait continu fin (valeur
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Fig. 5.15 – Profil de la raie Lyman α de l’Aluminium hydroge´no¨ıde a` la tempe´rature Te =
Ti = 36.76Ryd = 500eV et a` la densite´ e´lectronique Ne = 10
20e− /cm3, Z∗ = 12. En trait continu
fin, le profil collisionnel radiatif dont tous les taux sont calcule´s en fonction du champ e´lectrique ; en
pointille´ e´pais, le profil collisionnel radiatif dont les taux collisionnels sont inde´pendants du champ
e´lectrique, en pointille´ fin, le profil obtenu en supposant le milieu en Equilibre Thermodynamique





126.6 126.7 126.8 126.9 127 127.1 127.2 127.3 127.4 127.5
Energie (Ryd)




HETL, Ω = cte














150.4 150.45 150.5 150.55 150.6 150.65 150.7 150.75 150.8
Energie (Ryd)




HETL, Ω = cte
Fig. 5.17 – Profil de la raie Lyman β de l’Aluminium hydroge´no¨ıde a` la tempe´rature Te =
Ti = 36.76Ryd = 500eV et a` la densite´ e´lectronique Ne = 10
20e− /cm3, Z∗ = 12. En trait continu
fin, le profil collisionnel radiatif dont tous les taux sont calcule´s en fonction du champ e´lectrique ; en
pointille´ e´pais, le profil collisionnel radiatif dont les taux collisionnels sont inde´pendants du champ
e´lectrique, en pointille´ fin, le profil obtenu en supposant le milieu en Equilibre Thermodynamique
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Fig. 5.20 – Profil de la raie Lyman γ de l’Aluminium hydroge´no¨ıde a` la tempe´rature Te =
Ti = 36.76Ryd = 500eV et a` la densite´ e´lectronique Ne = 10
20e− /cm3, Z∗ = 12. En trait continu
fin, le profil collisionnel radiatif dont tous les taux sont calcule´s en fonction du champ e´lectrique ; en
pointille´ e´pais, le profil collisionnel radiatif dont les taux collisionnels sont inde´pendants du champ
e´lectrique, en pointille´ fin, le profil obtenu en supposant le milieu en Equilibre Thermodynamique
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Fig. 5.23 – Profil de la raie He´lium α de l’Aluminium he´liumo¨ıde a` la tempe´rature Te = Ti =
36.76Ryd = 500eV et a` la densite´ e´lectronique Ne = 3.2 10
20e − /cm3, Z∗ = 12. En trait continu
fin, le profil collisionnel radiatif dont tous les taux sont calcule´s en fonction du champ e´lectrique ; en
pointille´ e´pais, le profil collisionnel radiatif dont les taux collisionnels sont inde´pendants du champ
e´lectrique, en pointille´ fin, le profil obtenu en supposant le milieu en Equilibre Thermodynamique
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Fig. 5.25 – Profil de la raie He´lium β de l’Aluminium he´liumo¨ıde a` la tempe´rature Te = Ti =
36.76Ryd = 500eV et a` la densite´ e´lectronique Ne = 10
20e − /cm3, Z∗ = 12. En trait continu fin,
le profil collisionnel radiatif dont tous les taux sont calcule´s en fonction du champ e´lectrique ; en
pointille´ e´pais, le profil collisionnel radiatif dont les taux collisionnels sont inde´pendants du champ
e´lectrique, en pointille´ fin, le profil obtenu en supposant le milieu en Equilibre Thermodynamique
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Fig. 5.28 – Profil de la raie He´lium γ de l’Aluminium he´liumo¨ıde a` la tempe´rature Te = Ti =
36.76Ryd = 500eV et a` la densite´ e´lectronique Ne = 10
20e − /cm3, Z∗ = 12. En trait continu fin,
le profil collisionnel radiatif dont tous les taux sont calcule´s en fonction du champ e´lectrique ; en
pointille´ e´pais, le profil collisionnel radiatif dont les taux collisionnels sont inde´pendants du champ
e´lectrique, en pointille´ fin, le profil obtenu en supposant le milieu en Equilibre Thermodynamique
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Fig. 5.30 – Meˆme le´gende que pour la figure pre´ce´dente, pour une densite´ e´lectronique Ne =
3.2 1021e− /cm3. Les e´missivite´s sont en e´chelle logarithmique.
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Conclusion
De nombreuses donne´es collisionnelles et radiatives sont ne´cessaires pour mode´li-
ser l’e´mission X des plasmas hors ETL, qu’ils soient astrophysiques ou de laboratoi-
re. Ces derniers atteignent fre´quemment des densite´s e´leve´es ou` les sections efficaces
classiques, calcule´es pour de faibles densite´s, s’ave`rent inaptes a` reproduire pre´cise´-
ment l’ionisation et le profil des raies spectrales obtenues expe´rimentalement. Notre
e´tude s’est attache´e a` observer l’influence de la densite´ et de la tempe´rature sur les
excitations collisionnelles e´lectron-ion, par l’interme´diaire du microchamp ionique,
sujet qui n’avait e´te´ qu’eﬄeure´, a` deux reprises, jusqu’ici.
Nous avons, dans un premier temps, rappele´ diffe´rentes the´ories de diffusion
ine´lastique et de microchamp avant d’e´tablir les e´quations des sections efficaces d’ex-
citation d’un ion perturbe´ par le champ e´lectrique. La me´thode Distorted-Waves
choisie offre un bon compromis entre temps de calcul et pre´cision en vue de la
re´alisation d’une e´tude nume´rique. Mais elle ne permet pas d’acce´der aux re´sonances
(proches du seuil), qui sont essentiellement le fait de captures die´lectroniques peu-
plant des ions doublement excite´s. L’effet des re´sonnances reste ne´anmoins limite´
lorsque l’on inte`gre toute une section efficace pour obtenir un taux. Nous avons
laisse´ l’e´lectron libre indiffe´rent au champ e´lectrique perturbateur, ce qui est proba-
blement inadapte´ a` proximite´ du seuil ; la trajectoire de l’e´lectron le moins ve´loce est
fortement perturbe´e par le champ. De plus, dans ces conditions, le temps de collision
s’allonge, devenant comparable a` celui des fluctuations thermiques des ions pertur-
bateurs, mettant la the´orie en de´faut, comme elle peut l’eˆtre dans la description du
centre des raies dans les calculs d’e´largissement par effet Stark.
Notre seconde e´tape a` consiste´ a` re´aliser un code nume´rique appliquant la the´orie
pre´ce´dente a` des ions en couplage LSJM pur. Cette limite est impose´e par le code
de structure atomique et non par celui d’excitation, qui peut eˆtre adapte´ natu-
rellement a` des e´tats multiconfigurationnels. Les taux collisionnels en l’absence de
champ e´lectrique sont comparables a` ceux de la litte´rature, tandis que la seule e´tude
existante en pre´sence de microchamp pre´sente les meˆmes tendances, ce qui valide
simultane´ment notre approche the´orique ainsi que le code de calcul.
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Enfin, dans un troisie`me temps, nous avons mis en oeuvre une me´thode per-
mettant de calculer un tre`s grand nombre de ces sections efficaces en pre´sence de
champ, dans un temps restreint, tout en conservant une tre`s bonne pre´cision pour
les taux collisionnels. Ce support de calcul nous a permis de re´aliser une e´bauche de
code Collisionnel-Radiatif incluant les excitations et de´sexcitations collisionnelles,
ainsi que les transitions radiatives dipolaires e´lectriques pour la totalite´ des niveaux
jusqu’a` n=4 de l’Aluminium Hydroge´no¨ıde et He´liumo¨ıde. Le programme ge´ne`re les
spectres des raies Ly α, β, γ et He α, β et γ a` l’e´quilibre stationnaire.
Nous disposons de´sormais d’une base comple`te de forces de collision en pre´sence
de champ e´lectrique et donc de taux collisionnels de´pendant de la densite´ pour toutes
les transitions pre´cite´es. Les transitions interdites, dont les niveaux se me´langent, du
fait du champ e´lectrique, avec des niveaux de transitions autorise´es, sont accrues tre`s
fortement et deviennent de l’ordre des transitions les plus favorables. Ces dernie`res
voient leur intensite´ de´croˆıtre pour respecter la conservation des taux globaux entre
les groupes de niveaux couple´s par l’effet Stark. Ces changements sont beaucoup plus
importants, diffe´rents et adviennent pour des densite´s plus faibles, que ceux induits
par l’e´crantage e´lectronique, responsable d’une re´duction syste´matique des forces de
collision, d’autant plus forte que l’interaction est a` longue porte´e. De meˆme que pour
la recombinaison die´lectronique, ces variations sont d’autant plus conse´quentes que
n et l sont e´leve´s pour les ions hydroge´no¨ıdes.
Ne´anmoins, ces effets sont peu visibles sur les profils de raies, dans notre ap-
proche, les densite´s e´leve´es e´tablissant rapidement l’e´quilibre thermodynamique lo-
cal. L’e´largissement ou le de´calage des raies reste tre`s mode´re´, a` proximite´ des den-
site´s de l’e´quilibre coronal mais augmente d’autant plus que la couche observe´e a un
nombre quantique principal e´leve´. A haute densite´, nous atteignons syste´matiquement
l’e´quilibre thermodynamique local a` l’inte´rieur de la raie e´tudie´e, gage de la cohe´rence
de nos sections efficaces.
Nous avons restreint la taille me´moire ne´cessaire et nos temps de calcul des sec-
tions efficaces, en limitant le couplage par effet Stark aux seuls niveaux appartenant
a` la meˆme couche n. Cette contrainte impose que le taux collisionnel global entre
deux couches reste inde´pendant de la densite´ et ne permet pas de rendre compte des
modifications du rapport des hauteurs des diffe´rentes raies lorsque le microchamp
augmente. Or les couches se me´langent d’autant plus que n est e´leve´ et l’on peut
le´gitimement attendre d’une nouvelle e´tude adapte´e qu’elle me`ne a` un transfert entre
leurs populations.
Un tel travail, comportant un grand nombre de couches et de niveaux est hors
de propos en couplage LSJM et n’apporte aucune pre´cision supple´mentaire dans le
calcul des profils de raies au dessus de n=2, en raison de l’e´largissement e´lectronique.
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Le passage a` un couplage LSMLMS ou quasi hydroge´no¨ıde (a` l’image du travail de
Gilles et Peyrusse [31]) nous e´mancipera des contraintes nume´riques et permettra
d’e´valuer la modification des taux globaux entre couches. Notons que nous avons
d’ores et de´ja` de´veloppe´ les calculs the´oriques ne´cessaires a` cette e´tude pour le cas
hydroge´no¨ıde (formules 4.55 a` 4.58).
Ces quelques remarques concernent les ame´liorations aise´ment envisageables sur
notre code. Nous pourrions y ajouter l’utilisation d’un meilleur mode`le d’e´largissement
e´lectronique ([31] par exemple), la prise en compte d’autres transitions collisionnelles
ou radiatives ainsi que l’e´tude d’atomes plus complexes, lithiumo¨ıdes ou ne´ono¨ıdes,
fre´quemment rencontre´s a` des densite´s relativement e´leve´es.
De fac¸on plus ge´ne´rale, de nombreux sujets de recherche restent a` aborder
pour mieux rendre compte des changements de hauteurs de raies. En particulier
l’inte´gration des phe´nome`nes d’e´crantage de l’e´lectron libre dans le calcul des exci-
tations collisionnelles en pre´sence de microchamp ainsi que l’extrapolation de cette
e´tude aux ionisations collisionnelles pour obtenir a` terme un code collisionnel-radiatif





Nous pre´sentons dans cette annexe les diffe´rents niveaux de l’Aluminium hy-
droge´no¨ıde pris en compte dans nos calculs. Nous indiquons, en outre, leur e´nergie,
calcule´e a` l’aide de l’e´quation de Dirac-Pauli, l’e´nergie de leur transition radiative
vers le fondamental ainsi que le sous-groupe de niveaux employe´ pour leur diagona-
lisation en pre´sence de champ e´lectrique.
No Couche Configuration |M | N o groupe Energie ∆E/
n= Stark (Ryd) fondamental
1 4 2F7/2 7/2 1 -10.5640 158.8162
2 4 2F7/2 5/2 2 -10.5640 158.8162
3 4 2F5/2 5/2 2 -10.5660 158.8142
4 4 2D5/2 5/2 2 -10.5660 158.8142
5 3 2D5/2 5/2 3 -18.7824 150.5978
6 4 2F7/2 3/2 4 -10.5640 158.8162
7 4 2F5/2 3/2 4 -10.5660 158.8142
8 4 2D5/2 3/2 4 -10.5660 158.8142
9 4 2D3/2 3/2 4 -10.5699 158.8103
10 4 2P3/2 3/2 4 -10.5699 158.8103
11 3 2D5/2 3/2 5 -18.7824 150.5978
12 3 2D3/2 3/2 5 -18.7918 150.5884
13 3 2P3/2 3/2 5 -18.7918 150.5884
14 2 2P3/2 3/2 6 -42.2738 127.1064
136 Niveaux de l’Aluminium Hydroge´no¨ıde
No Couche Configuration |M | N o groupe Energie ∆E/
n= Stark (Ryd) fondamental
15 4 2F7/2 1/2 7 -10.5640 158.8162
16 4 2F5/2 1/2 7 -10.5660 158.8142
17 4 2D5/2 1/2 7 -10.5660 158.8142
18 4 2D3/2 1/2 7 -10.5699 158.8103
19 4 2P3/2 1/2 7 -10.5699 158.8103
20 4 2P1/2 1/2 7 -10.5818 158.7984
21 4 2S1/2 1/2 7 -10.5818 158.7984
22 3 2D5/2 1/2 8 -18.7824 150.5978
23 3 2D3/2 1/2 8 -18.7918 150.5884
24 3 2P3/2 1/2 8 -18.7918 150.5884
25 3 2P1/2 1/2 8 -18.8200 150.5602
26 3 2S1/2 1/2 8 -18.8200 150.5602
27 2 2P3/2 1/2 9 -42.2738 127.1064
28 2 2P1/2 1/2 9 -42.3688 127.0114
29 2 2S1/2 1/2 9 -42.3688 127.0114




De meˆme que dans l’annexe pre´ce´dente, nous pre´sentons les diffe´rents niveaux
de l’Aluminium he´liumo¨ıde pris en compte dans nos calculs. Leur e´nergie a e´te´
aimablement calcule´e par Jean Bruneau sur son code MCDF (Multi Configuration
Dirac Fock).
No Couche Configuration |M | N o groupe Energie ∆E/
n= Stark (Ryd) fondamental
1 1s4l 3F4 4 1 -178.3542 144.1021
2 1s4l 1F3 3 2 -178.3540 144.1024
3 1s4l 3F4 3 3 -178.3542 144.1021
4 1s4l 3F3 3 3 -178.3556 144.1007
5 1s4l 3D3 3 3 -178.3589 144.0974
6 1s3l 3D3 3 4 -185.3626 137.0937
7 1s4l 1F3 2 5 -178.3540 144.1024
8 1s4l 3F4 2 6 -178.3542 144.1021
9 1s4l 1D2 2 5 -178.3547 144.1016
10 1s4l 3F2 2 6 -178.3554 144.1009
11 1s4l 3F3 2 6 -178.3556 144.1007
12 1s4l 3D3 2 6 -178.3589 144.0974
13 1s4l 3D2 2 6 -178.3609 144.0954
14 1s4l 3P2 2 6 -178.4194 144.0369
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No Couche Configuration |M | N o groupe Energie ∆E/
n= Stark (Ryd) fondamental
15 1s3l 1D2 2 7 -185.3549 137.1015
16 1s3l 3D3 2 8 -185.3626 137.0937
17 1s3l 3D2 2 8 -185.3676 137.0887
18 1s3l 3P2 2 8 -185.5100 136.9464
19 1s2l 3P2 2 9 -205.8844 116.5720
20 1s4l 1P1 1 10 -178.3377 144.1186
21 1s4l 1F3 1 10 -178.3540 144.1024
22 1s4l 3F4 1 11 -178.3542 144.1021
23 1s4l 1D2 1 10 -178.3547 144.1016
24 1s4l 3F2 1 11 -178.3554 144.1009
25 1s4l 3F3 1 11 -178.3556 144.1007
26 1s4l 3D3 1 11 -178.3589 144.0974
27 1s4l 3D2 1 11 -178.3609 144.0954
28 1s4l 3D1 1 11 -178.3612 144.0951
29 1s4l 3P2 1 11 -178.4194 144.0369
30 1s4l 3P1 1 11 -178.4253 144.0311
31 1s4l 3S1 1 11 -178.5351 143.9212
32 1s3l 1P1 1 12 -185.3124 137.1439
33 1s3l 1D2 1 12 -185.3549 137.1015
34 1s3l 3D3 1 13 -185.3626 137.0937
35 1s3l 3D2 1 13 -185.3676 137.0887
36 1s3l 3D1 1 13 -185.3681 137.0882
37 1s3l 3P2 1 13 -185.5100 136.9464
38 1s3l 3P1 1 13 -185.5237 136.9326
39 1s3l 3S1 1 13 -185.7912 136.6651
40 1s2l 1P1 1 14 -205.1693 117.2870
41 1s2l 3P2 1 15 -205.8844 116.5720
42 1s2l 3P1 1 15 -205.9309 116.5254
43 1s2l 3S1 1 15 -206.9047 115.5516
44 1s4l 1P1 0 16 -178.3377 144.1186
45 1s4l 1F3 0 16 -178.3540 144.1024
46 1s4l 3F4 0 17 -178.3542 144.1021
47 1s4l 1D2 0 16 -178.3547 144.1016
48 1s4l 3F2 0 17 -178.3554 144.1009
49 1s4l 3F3 0 18 -178.3556 144.1007
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No Couche Configuration |M | N o groupe Energie ∆E/
n= Stark (Ryd) fondamental
50 1s4l 3D3 0 17 -178.3589 144.0974
51 1s4l 3D2 0 18 -178.3609 144.0954
52 1s4l 3D1 0 17 -178.3612 144.0951
53 1s4l 1S0 0 16 -178.4176 144.0387
54 1s4l 3P2 0 17 -178.4194 144.0369
55 1s4l 3P1 0 18 -178.4253 144.0311
56 1s4l 3P0 0 17 -178.4268 144.0295
57 1s4l 3S1 0 17 -178.5351 143.9212
58 1s3l 1P1 0 19 -185.3124 137.1439
59 1s3l 1D2 0 19 -185.3549 137.1015
60 1s3l 3D3 0 20 -185.3626 137.0937
61 1s3l 3D2 0 21 -185.3676 137.0887
62 1s3l 3D1 0 20 -185.3681 137.0882
63 1s3l 1S0 0 19 -185.5051 136.9512
64 1s3l 3P2 0 20 -185.5100 136.9464
65 1s3l 3P1 0 21 -185.5237 136.9326
66 1s3l 3P0 0 20 -185.5273 136.9290
67 1s3l 3S1 0 20 -185.7912 136.6651
68 1s2l 1P1 0 22 -205.1693 117.2870
69 1s2l 1S0 0 22 -205.8374 116.6189
70 1s2l 3P2 0 23 -205.8844 116.5720
71 1s2l 3P1 0 24 -205.9309 116.5254
72 1s2l 3P0 0 23 -205.9422 116.5141
73 1s2l 3S1 0 23 -206.9047 115.5516
74 1s2 1S0 0 25 -322.4563
140 Niveaux de l’Aluminium He´liumo¨ıde
Annexe C
Fonctions d’onde libres
La de´termination nume´rique des fonctions d’onde du continu est fonde´e sur
le meˆme principe que celle des fonctions d’onde lie´es avec quelques spe´cificite´s
supple´mentaires dues a` leur caracte`re oscillatoire et a` leur normalisation.
Nous avons de´veloppe´ les aspects the´oriques de leur calcul au paragraphe 4.4.1
, retenons leur amplitude a` l’infini qui vaut
1
E1/4
ainsi que l’e´quation diffe´rentielle
4.25 qui les de´crit : [
d2
dr2
− l(l + 1)
r2
+ E − U(r)
]
FEl (r) = 0 (C.1)
ou` E est l’e´nergie cine´tique (en Ryd) de l’e´lectron libre et U(r) le potentiel cre´e´ par
l’ion cible.
En raison du comportement exponentiel initial (similaire a` celui des e´lectrons lie´s)
et ulte´rieurement oscillant, la re´solution de cette e´quation ne´cessite deux maillages
successifs : exponentiel puis arithme´tique.
L’e´quation est du type y′′ = f(r)y qui peut eˆtre re´solue a` l’aide de la me´thode





















avec une tre`s bonne pre´cision de l’ordre de h6 ou` h est le pas d’inte´gration.
En pas exponentiel, cette e´quation s’e´crit :




, r = ex, h = ∆x et donc : fn = (l + 0.5)
2 + (U(rn)− E)r2n.
En pas arithme´tique :
P ′′(r) +
(
E − U(r)− l(l + 1)
r2
)
P (r) = 0 (C.4)
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ou` h = ∆r et fn = U(rn)− E + l(l + 1)
r2n
.
Il faut au minimum cinq points par arche lors de l’inte´gration de la partie oscil-
lante, de fac¸on a` conserver une pre´cison satisfaisante. Nous avons calcule´ les forces
de collision pour des e´nergies atteignant 20 fois l’e´nergie du seuil de l’excitation.













ou` Eionisation est l’e´nergie d’ionisation du fondamental.
Le changement du pas exponentiel au pas arithme´tique s’effectue lorsque r(nar)−
r(nar − 1) ≈ ∆rmin, c’est a` dire pour le pas :








ou` he est le pas exponentiel fixe´ par le code de structure atomique et ha ≈ ∆rmin le
pas arithme´tique.
Une de´termination pre´cise des fonctions d’onde a` l’origine (les deux premiers
pas) conditionne leur pre´cision ulte´rieure. Nous avons repris la me´thode utilise´e
pour le calcul des fonctions d’onde lie´es. D’apre`s l’e´quation C.3 le comportement
initial de la fonction u est du type u(x) −−−→
r→0
p0r
l+1/2. Nous pouvons donc effectuer
son de´veloppement limite´ :
u(x) = [p0 + a2r + a3r
2 + a4r
3 +O(r3)]rl+1/2 (C.7)
ainsi que celui du potentiel :
U(r) = −2Z
r
+ p1 + p2r + p3r
2 + p4r
3 +O(r3). (C.8)





(p1 − E)p0 − 2Za2
4l + 6
– a4 =
p2p0 + (p1 − E)a2 − 2Za3
6l + 12
– p1 ≈ (U(r2) + 2Z/r2)− (U(r1) + 2Z/r1)r2
r1 − r2
– p2 ≈ (U(r1)− 2Z/r1)− (U(r2) + 2Z/r2)
r1 − r2
p3 et p4 n’intervenant pas.
De meˆme que pour l’origine, la de´termination pre´cise de l’amplitude a` l’infini
conditionne beaucoup la pre´cision des calculs. La fonction d’onde peut s’e´crire pour
un grand rayon :




E r + δ) (C.9)
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ou` δ est un terme de de´phasage et A(r, E) est l’amplitude normalise´e a` l’infini de la
fonction d’onde dont Cowan [19] donne l’expression assymptotique :









Zc est la charge ionique vue par l’e´lectron libre. Cette expression assymptotique est










mum des e− lie´s
)
. (C.11)




P non normalise´eE (r)
Amplitude(P non normalise´eE (r0))
, (C.12)
l’amplitude de P non normalise´eE (r) e´tant de´termine´e en interpolant deux points proches
de r0 : y1 et y2 obtenus nume´riquement, par une sinuso¨ıde de fre´quence :
freq =
√
E − U(r)− l(l + 1)
r2
. (C.13)
L’amplitude vaut alors :












coulombiens : excitation d’ions
complexes
Ces pages sont tre`s largement inspire´es de Cowan [19] (Chapitre 13), les e´le´ments
de matrice coulombiens caracte´risistiques des excitations collisionnelles e´lectron ion
e´tant les meˆmes que les e´le´ments coulombiens employe´s pour la de´termination de la
structure atomique dans une approche multiconfigurationnelle.
Nous rappelons la structure de couplage employe´e dans le reste de cet ouvrage :{[
(lw11 α1L1S1L1S1, l
w2





Sous peine de rentrer dans un catalogue fort long et fastidieux de toutes les
situations, il faut, ici, se restreindre au seul cas des excitations collisionnelles.
Les e´lectrons lie´s sont distribue´s dans les sous-couches 1 a` q − 2 et les e´lectrons
libres attache´s a` q − 1 et q. L’e´tat initial correspond a` un e´lectron libre dans la
sous-couche q et aucun dans la q − 1eme, l’e´tat final inverse cette situation.
Deux classes traite´es par Cowan sont a` extraire, les 6 et 10 (Chapitre 13-10, Fig 13-5
et formules 13-83, 13-84 et 13-91, 13-92).
Dans le cas traite´, le lie´ initial est dans l’e´tat fondamental ρ tandis que le libre, tre`s
e´nerge´tique, est dans l’e´tat σ ; le lie´ final est excite´, indice´ ρ′ et le libre σ′ est moins
e´nerge´tique.
Pour des transitions entre configurations distinctes, un classement e´nerge´tique des
orbitales donne ρ < ρ′ < σ′ < σ, soit le cas 10b de Cowan. Dans le cas d’e´tats
me´lange´s par exemple par le champ e´lectrique, le classement n’est pas modifie´ mais il
existe des e´le´ments de matrice tels que ρ = ρ′ < σ′ < σ (classe no6 en intervertissant
les orbitales ′ et non ′) et ρ′ < ρ < σ′ < σ (classe no10a, de meˆme, en intervertissant
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les orbitales ′ et non ′).






























Les coefficients Rkd(lρlσ, lρ′ lσ′) et R
k
e (lρlσ, lσ′ lρ′) sont les inte´grales radiales doubles,
directe et d’e´change 4.42. Les coefficients angulaires rkd et r
k
e sont calcule´s comme le
produit de plusieurs facteurs e´le´mentaires. Quelques coefficients interme´diaires sont
ne´cessaires pour expliciter ces facteurs :





′, j3]J |[j1, (j2j3)J
′′]J >




































(Ces trois termes valent 1 si j2 ou j3 est nul ainsi que Rx si j1 est nul.)
les ope´rateurs de de´couplage :
si T (k) et W (k) agissent sur les e´lectrons 1 et 2 respectivement :
< α1j1α2j2j‖T (k)‖α′1j′1α′2j′2j′ >= δα2j2,α′2j′2Ua(j1j2j; k; j
′
1j
′) < α1j1‖T (k)‖α′1j′1 >,
< α1j1α2j2j‖W (k)‖α′1j′1α′2j′2j′ >= δα1j1,α′1j′1Ub(j1j2j; k; j
′
2j


























(permet de ”s’affranchir” de la couche pre´ce´dant j2).
Enfin, le de´couplage de deux ope´rateurs agissant sur des e´lectrons distincts s’e´crit :








< α1j1‖T (k)‖α′1j′1 >< α2j2‖W (k)‖α′2j′2 > .
Le premier facteur des coefficients angulaires rkd et r
k
e , re´sultant de l’orthonor-
malite´ des fonctions d’onde et de la conservation des quantite´s de mouvement, est































Il faut encore ajouter les coefficients de parentage fractionnel issus des sauts























i) i = ρ
′ et/ou σ′.
Il existe deux possibilite´s de recouplage principales :
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– soit faire passer un e´lectron d’une sous-couche ρ vers une autre moins profonde
i = min(ρ′, σ). Si ρ < i, il est ne´cessaire d’adjoindre a` rk le facteur :
B5 =
[

















termes de spin e´quivalents, en
remplac¸ant les l, L, L par s, S, S.
]
(Le premier facteur correspond au recouplage des wρ− 1 e´lectrons de la sous-
couche ρ, non implique´s dans la transition, avec les e´lectrons des couches plus
profondes, le deuxie`me terme ”fait passer” l’e´lectron actif ”au dessus” de la
couche qui lui succe`de ; cette ope´ration transforme :
{[Lρ−1, (lwρ−1ρ α′ρL′ρ, lρ)αρLρ]Lρ · · ·Li−1}Li−1, lwii αi · · ·
en
{[(Lρ−1, lwρ−1ρ α′ρL′ρ)L′ρ, lwρ+1ρ+1 αρ+1 · · · lwi−1i−1 αi−1Li−1}L′i−1, lρ}Li−1, lwii αi · · · ).
– soit transfe´rer le plus ”exte´rieur” des e´lectrons (suppose´ appartenir a` σ ′) vers la




















termes de spin e´quivalents, en
remplac¸ant les l, L, L par s, S, S.
]
Soit le couplage de
{(L′j , lwj+1j+1 α′j+1L′j+1)L′j+1 · · ·L′σ′−1, [lwσ′−1σ′ ασ′Lσ′ , lσ′ ]α′σ′L′σ′}L′σ′ · · ·
avec
{[(L′j , lσ′)Lj , lwj+1j+1 α′j+1L′j+1 · · ·Lσ′−1]Lσ′−1, lwσ′−1σ′ ασ′Lσ′}Lσ′ · · · .
(Dans le cas ou` l’e´lectron le plus extre`me se trouve dans σ et non dans σ ′, il
est ne´cessaire d’inverser les termes prime´s et non-prime´s dans B ′6, qui devient
B6.)
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- ρ < ρ′ < σ′ < σ
Les configurations initiales et finales peuvent s’e´crire (en laissant cache´s les nombres
quantiques de spin) :
(· · · (Lρ−1, l
wρ

















































ou` inter, peel et fin rassemblent les e´lectrons interme´diaires n’intervenant pas
directement dans l’interaction.
L’action des facteurs B3ρB3σB4ρ′B4σ′B5B6 permet de transformer ces configu-
rations en :















ρ′ αρ′Lρ′)Lρ′ , Lpeel)Lpeel,
l
wσ′
















































(· · · (L′ρ′−1, lρ)L′ρ′−1, l
wρ′
ρ′ αρ′Lρ′)Lρ′ , · · ·Lσ′−1)Lσ′−1, l
wσ′




(· · · (L′ρ′−1, (l
wρ′




ρ′ , · · ·Lσ′−1)L′σ′−1, (lwσ′σ′ ασ′Lσ′ , lσ′)L′σ′)L′σ′ .
Dans la configuration initiale, l’ope´rateur d’e´change permet de sortir les sous-
couches l
wρ′









transforme la configuration initiale en :
(· · · (L′ρ′−1, l
wρ′
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De fac¸on similaire, sur la configuration finale, les ope´rateurs de de´placement et
de saut permettent d’isoler les derniers e´lectrons de ρ′ et σ′ de leurs sous-couches










′, Lσ′L′σ′ , L
′
σ′)× [spins]
ge´ne`re la configuration finale :




ρ′ , · · ·Lσ′−1)L′σ′−1, lσ′)L′(lwσ′σ′ ασ′Lσ′)L′σ′ .
Mais ces recouplages doivent eˆtre mene´s pour tous les moments re´sultants de
L′ρ′−1 et Lρ′ et aussi pour tous ceux de Lσ′−1 et lσ ou L
′
σ′−1 et lσ′ (et spins).
Il ne reste plus, de`s lors, qu’a` calculer :
rki =< [(L, lρ)Lρ′, · · · Lσ′−1, lσ)L
′‖g(k)‖[(L, lρ′)L
′









Il est courant d’employer les ope´rateurs unitaires u(k) et v(k1) ainsi que leurs ge´ne´-





















































(ces deux derniers e´le´ments valent δlσklσ′ et δlρklρ′ car u
(k) est unitaire) : le pre-
mier terme de´couple les e´lectrons lσ et lσ′ de l’ensemble, le second fait ”disparaˆıtre”
les e´lectrons interme´diaires et l’avant dernier isole les e´lectrons lρ et lρ′ de L.
Le calcul du coefficient angulaire de l’e´le´ment de matrice d’e´change doit prendre
en compte la pre´sence des spins et ge´ne`re l’apparition d’un facteur dont les diffe´rents
















































































En fait, pour une excitation collisionnelle, tout ceci peut eˆtre le´ge`rement simplifie´
en notant que L′ = Lσ = L′σ′ , S′ = Sσ = S′σ′ , wσ = w′σ′ = 1 et w
′
σ = wσ′ = 0.
Les coefficients modifie´s sont :




152 Ele´ments de matrice coulombiens : excitation d’ions complexes
B3σ = B4σ′ = 1,
B6 = 1 et i = ρ

















De meˆme que pour l’annexe pre´ce´dente concernant les e´le´ments de matrice cou-
lombiens d’ions complexes, cette annexe est largement inspire´e de Cowan[19] (cha-
pitre 14).






q ↔ lw11 ...ln−1i ...lkj ...lwqq
ou` w, k et n repre´sentent le nombre d’e´lectrons des sous couches de moment angulaire






m ||Ψb′ >= D1D2...D7 < li||rtC(t)||lj >
ou` l’e´le´ment de matrice re´duit final vaut :







Notons que nous avons conserve´ la forme la plus ge´ne´rale ou` t est un entier. Le reste
de cet ouvrage ne fait mention que de transitions dipolaires e´lectriques ou d’effet
Stark pour lesquels t = 1. Une programmation plus ouverte a e´te´ effectue´e pour
acce´der ulte´rieurement aux transitions multipolaires.
D1 rend compte des diffe´rentes permutations pour l’antisyme´trisation :
D1 = (−1)∆p(n.k)1/2




D2 correspond aux coefficients de parentage fractionnel des sous-couches parti-
cipant a` la transition :
D2 = (l
n
i αiLiSi{|ln−1i α′iL′iS′i)(lk−1j αjLjSj |}lkjα′jL′jS′j).
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les coefficients de de´placement Rs e´tant de´taille´s dans l’annexe pre´ce´dente.
D6 correspond au de´placement successif de l’e´lectron li entre les couches i et m










Enfin, D7 simplifie l’e´le´ment de matrice re´manent, transformant :
< [(L′j−1S
′
j−1, li)Lj−1Sj−1, LjSj ]LjSj‖rtNC(t)N ‖[L′j−1S′j−1, (lk−1j LjSj , lj)L′jS′j ]L′jS′j >
en < [L′j−1, (Ljli)L]Lj‖rtNC(t)N ‖[L′j−1, (Ljlj)L′j ]L′j > ou` L est un moment orbital in-
terme´diaire, puis < li‖rtC(t)‖lj > :
D7 = δSjS′jRj(S
′
j−1sSj−1, SjSj , S
′
j)











[1] M. Abramowitz et I. A. Stegun. Handbook of mathematical functions.
Dover, New-York, 1964.
[2] C. N. Afonso, J. Solis, F. Catalina, et C. Kalpouzos. Appl. Phys. Lett.
76 (1996), 2519.
[3] K. M. Aggarwal, F. P. Keenan, et S. J. Rose. Electron impact excitation
of al xiii : Collision strengths and rate coefficients. Physica Scripta 63 (2001),
95–103.
[4] P. Alaterre. Spectroscopie X des plasmas cre´e´s par Laser ; application a` la
de´termination des gradients de densite´ et de tempe´rature. The`se de doctorat,
Universite´ Paris VI, 1984.
[5] N. R. Badnell, W. J. Dickson, D. C. Griffin, M. S. Pindzola, et
H. P. Summers. Density and field effects on dielectronic recombination in a
generalised collisional-radiative model. 1–9.
[6] A. Bar-Shalom, M. Klapisch, et J. Oreg. Phase-amplitude algorithms
for atomic continuum orbitals and radial integrals. Comput. Phys. Comm. 93
(1996), 21–32.
[7] T. Bartsch, A. Muller, W. Spies, J. Linkemann, S. Schippers,
C. Brandeau, H. Danared, D. R. DeWitt, H. Gao, W. Zong,
R. Schuch, A. Wolf, G. Gwinner, A. A. Saghiri, M. Schmitt, M. Beu-
telspacher, M. Grieser, et G. H. Dunn. Field enhanced dielectronic re-
combination of si 11+ and cl 14+ ions. Physica Scripta T80 (1999), 305–306.
[8] J. L. Basdevant. Me´canique quantique. e´ditions de l’Ecole Polytechnique,
Palaiseau, 1993.
[9] D. S. Belic´, G. H. Dunn, T. J. Morgan, D. W. Mueller, et C. Timmer.
Phys. Rev. Lett. 50 (1983), 339.
[10] H. A. Bethe et E. E. Salpeter. Quantum Mechanics of One or Two
Electrons Atoms. Springer, Berlin, 1957.
[11] C. Blancard. Communication prive´e (1992).
156 Bibliographie
[12] C. Blancard et J. Dubau. Inelastic electron-ion scattering in hot and dense
plasmas. Laser and particle beams 12, no 3 (1994), 401–406.
[13] L. Bonnet, S. Jacquemot, D. Desenne, et J. L. Miquel. Lasers a` rayons
x. Chocs, revue scientifique et technique de la DAM / CEA, no 22 (1999),
163–73.
[14] C. Bracher, W. Becker, S. A. Gurwitz, M. Kleber, et M. S. Marinov.
Three-dimensional tunneling in quantum balistic motion. American Journal of
Physics 66 (1998), 38.
[15] Carthy et Weigold. Electron Ion Collisions. 1993.
[16] G. Chabrier. cours de l’ENS Lyon : L’e´quation d’e´tat en astrophysique.
[17] A. Y. Chirkov et V. I. Khvesyuk. Comparison of tandem mirror reactors
using d− t, alternative d− 3he and catalysed d− d fuel cycles. Transactions of
fusion technology 39 (2001), 402–405.
[18] C. Cohen-Tannoudji, B. Diu, et F. Laloe. Me´canique quantique. Her-
mann, Paris, 1973.
[19] R. D. Cowan. The theory of atomic structure and spectra. University of
California Press, Berkeley, 1981.
[20] R. Dautray et J. P. Watteau. La Fusion Thermonucle´aire Inertielle par
Laser, se´rie Synthe`ses du CEA. Eyrolles, Paris, 1993.
[21] J. Davis et M. Blaha. Level shift and inelastic electron scattering in dense
plasma. J. Quant. Spectr. Rad. Transfer 27, no 3 (1982), 307–313.
[22] A. V. Demura, D. Gilles, et C. Stehle´. J. Quant. Spectr. Rad. Transfer
54 (1995), 123.
[23] B. d’E´tat. The`se d’e´tat. The`se de doctorat, Universite´ Paris xi, 1987.
[24] N. W. C. Dharma-Wardana et Taylor. Exchange and correlation poten-
tials for finite temperature quantum calculations at intermediate degeneracies.
J. Phys. C 14 (1981), 629–646.
[25] J. Dias-Valde´s et F. A. Gutierrez. Spherical versus non-spherical scree-
ning effects for electron impact excitation of hydrogenic ions. Phys. Lett. A
193 (1994), 154–158.
[26] V. Fabretti. Mode´lisation de l’e´mission X dex raies Kα dans les plasmas cre´e´s
par impulsion laser ultracourte (sib-picoseconde) et ultra-intense (1018Wcm−2).
The`se de doctorat, Universite´ de Provence, 1997.
[27] U. Fano et A. R. P. Rau. Atomic collisions and spectra. Academic Press,
London, 1986.
Bibliographie 157
[28] H. Friedrich. Theoretical Atomic Physics. Springer-Verlag, Berlin, 1991.
[29] C. Froese-Fischer. The Hartree-Fock Method for Atoms, a numerical ap-
proach. John Wiley, New York, 1977.
[30] D. Gilles. Calcul de la re´partition statistique du microchamp e´lectrique dans
les plasmas. etude compare´e des diffe´rentes me´thodes existantes, analytiques
et nume´riques, et e´tablissement d’un lissage analytique. Note technique ref.
CEA-E.P. 2353-02, cea, 1997.
[31] D. Gilles et O. Peyrusse. Fast and accurate line shape modeling of the
h- and he-like lyman series for radiative transfer calculations in plasmas. J.
Quant. Spectr. Rad. Transfer 53, no 6 (1995), 647–661.
[32] S. J. Goett, R. E. H. Clarck, et D. H. Sampson. At. Data Nucl. Data
Tables 25 (1980), 186.
[33] H. R. Griem. Principles of plasma spectroscopy. Cambridge University Press,
Cambridge, 1997.
[34] D. C. Griffin, M. S. Pindzola, et C. Bottcher. Distorted-wave calcula-
tions of dielectronic recombination as a function of electric field strength. Phys.
Rev. A 33, no 5 (1986), 3124–3132.
[35] F. A. Gutierrez et J. Diaz-Valde´s. Effects of non-spherical screening for
inelastic electron-ion scattering. J. Phys. B 27 (1994), 593–600.
[36] P. L. Hagelstein. Relativistic distorted-wave results for nickel-like gadoli-
nium. Phys. Rev. A 34 (1986), 874–884.
[37] Y. Hahn et K. J. LaGattuta. Dielectronic recombination and related reso-
nance processes. Phys. Rep. 166, no 4 (1988), 195–268.
[38] G. H. Hatton, N. F. Lane, et J. C. Weisheit. Inelastic electron-ion
scattering in a dense plasma. J. Phys. B 14 (1981), 4879–4888.
[39] R. J. W. Henry. Excitation of atomic positive ions by electron impact. Phys.
Rep. 68, no 1 (1981), 1–91.
[40] R. J. W. Henry. Applying large computers to problems in physics : electron
collision cross sections in atomic physics. Rep. Prog. Phys. (1993), 327–362.
[41] C. F. Hooper, G. C. Junkel, M. A. Gunderson, et D. A. H. Jr. Plasma
induced line shifts and line merging. J. Phys. IV France 10 (2000), 485–488.
[42] D. R. Inglis et E. Teller. Ionic depression of series limits in one-electron
spectra. Astro. J. 90 (1939), 439–448.
[43] V. L. Jacobs, J. Davis, et P. C. Kepple. Phys. Rev. Lett. 37 (1976), 1390.
158 Bibliographie
[44] T. Kato et S. Nakazaki. Recommended data for excitation rate coefficients
of helium atoms and helium-like ions by electron impact. At. Data Nucl. Data
Tables 42 (1989), 313–338.
[45] G. G. Kochendoerfer et R. A. Mathies. Isr. J. Chem. 35 (1995), 211.
[46] A. Krol, A. Ikhelf, J. C. Kieffer, D. A. Bassano, C. C. Chamberlain,
Z. Jiang, H. Pepin, et S. C. Prasad. Laser-based microfocused x-ray source
for mammography : Feasibility study. Med. Phys. 24, no 5 (1997), 725–732.
[47] P. Krstic´ et Y. Hahn. Modified atomic transition rates by plasma ion fields.
J. Quant. Spectr. Radiat. Transfer 55, no 4 (1996), 499–517.
[48] L. Landau et E. Lifchitz. Physique The´orique : Me´canique quantique. Mir,
Moscou, 1975.
[49] J. K. Lanyi. J. Biol. Chem. 272 (1997), 31209.
[50] E. Leboucher-Dalimier, P. Sauvan, P. Angelo, A. Poque´russe,
R. Schott, E. Dufour, E. Minguez, et A. Calisti. Observation of ion-ion
correlation effects on emissivity and opacity of hot ultra-dense low z plasmas.
J. Quant. Spectr. Radiat. Transfer 71 (2001), 493–504.
[51] J. B. Mann. Collision strengths for iron ions. At. Data Nucl. Data Tables 29
(1983), 407–432.
[52] G. Massacrier. Effets de densite´ et de tempe´rature sur les ions des plasmas
denses et chauds : structure atomique dans un mode`le multiconfigurationnel ;
e´quilibre statistique. The`se de doctorat, Universite´ Paris vi, 1988.
[53] R. W. P. McWhirther. Plasma Diagnostic Techniques. Huddlestone and
Leonard, 1965.
[54] N. F. Mott et H. F. W. Massey. The Theory of Atomic Collisions. Oxford
University Press, Oxford, 1965.
[55] M. S. Murillo et J. C. Weisheit. Dense plasmas, screened interactions,
and atomic ionization. Phys. Rep. 302, no 1 (1998), 1–65.
[56] C. Pecker-Wimel. Introduction a` la spectroscopie des plasmas. Dunod, Paris,
1969.
[57] F. Perrot. Communication prive´e.
[58] F. Perrot. Influence of stark effect on inelastic electron-impact cross-sections
in a neon plasma. Physica Scripta 37 (1988), 351–353.
[59] O. Peyrusse. A model for the simulation of nonequilibrium line transfer in
laboratory plasmas. Phys. Fluids B 4, no 7 (1992), 2007–2017.
Bibliographie 159
[60] O. Peyrusse. X-ray spectroscopy studies using the transpec code. J. Quant.
Spectrosc. Radiat. Transfer 51, no 1 (1994), 281–289.
[61] O. Peyrusse. Atomic configuration averages and non-local thermodynamical
equilibrium plasma spectroscopy calculations. J. Phys. B 32 (1999), 683–700.
[62] O. Peyrusse. Cine´tique des plasmas laser a` tre`s haut flux. Clefs CEA 41
(1999), 33–36.
[63] M. S. Pindzola, D. C. Griffin, et C. Bottcher. Atomic Processes in
Electron-Ion and Ion-Ion Collisions (NATO ASI Series B vol. 145 p.75. Ple-
num, New York, 1987.
[64] A. K. Pradhan. Phys. Rev. A 28 (1983), 2223.
[65] A. K. Pradhan. Astrophys. J. 59 (1985), 183.
[66] D. B. Reisenfeld. Dielectronic recombination as a function of electric field
strength. Astrophys. J. 398 (1992), 386–393.
[67] M. E. Riley et D. G. Truhlar. J. Chem. Phys. 63 (1975), 2182.
[68] F. J. Rogers, H. C. Grabosque, et D. J. Harwood. Bound eigenstates of
the static screened coulomb potential. Phys. Rev. A. 1, no 6 (1970), 1577–1586.
[69] A. Rousse, C. Rischel, et J. C. Gauthier. Femtosecond x-ray crystallo-
graphy. Rev. Mod. Phys. 73, no 1 (2001), 17–31.
[70] H. Ruder, G. Wunner, H. Herold, et F. Geyer. Atoms in strong ma-
gnetic fields. Springer Verlag, Berlin, 1994.
[71] J. Sapirstein et W. R. Johnson. The use of basic splines in theoretical
atomic physics. J. Phys. B 29 (1996), 5213.
[72] P. Sauvan, P. Angelo, A. Calisti, E. Leboucher-Dalimier, et E. Min-
guez. Improving the dicenter model for hot dense plasmas : molecular stark
effect. J. Quant. Spectr. Rad. Transfer 71 (2001), 675–687.
[73] M. J. Seaton. Atomic and Molecular Processes / The theory of excitation and
ionization by electron impact (p.374-420). D. R. Bates / Academic Press, New
York, 1962.
[74] M. J. Seaton. Adv. Atom. Molec. Phys. 11 (1975), 83.
[75] M. J. Seaton. Rep. Prog. Phys. 46 (1983), 167.
[76] I. I. Sobelman. Atomic Spectra and Radiative Transitions. Springer-Verlag,
Berlin, 1979.
[77] I. I. Sobelman, L. A. Vainshtein, et E. A. Yukov. Excitation of Atoms
and Broadening of Spectral Lines. Springer-Verlag, Berlin, 1981.
160 Bibliographie
[78] S. Svanberg. New developments in laser medicine. Physica Scripta 72 (1997),
69–75.
[79] C. Valli. Microscopie de photode´tachement de O− et F− : mesure des affinite´s
e´lectroniques et des de´phasages par imagerie de fonction d’onde. The`se de
doctorat, Universite´ Paris xi, 1999.
[80] M. H. Vos et J. L. Martin. BBA-Bioenergetics 1411 (1999), 1.
[81] B. L. Whitten, N. F. Lane, et J. C. Weisheit. Plasma-screening effects
on electron-impact excitation of hydrogenic ions in dense plasmas. Phys. Rev.
A 29, no 2 (1984), 945–952.
[82] I. D. Williams. Electron-ion scattering. Rep. Prog. Phys. 62 (1999), 1431–
1469.
[83] A. P. Yutsis, I. B. Levinson, et V. V. Vanagas. Mathematical apparatus
of the theory of angular momentum. National Technical Information Service,
Springfield, 1962.
